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Introduzione
Negli ultimi anni l’avvento di impulsi laser con intensita` superiori a 1018W/cm2
e durate brevi fino a poche decine di femtosecondi ha permesso la realizzazione di
esperimenti di interazione radiazione-materia in regimi per i quali l’esplorazione
e` rimasta, per molto tempo, limitata agli aspetti puramente teorici e numerici.
Uno dei piu` importanti risultati ottenuti nell’interazione tra impulsi laser ultrain-
tensi e bersagli solidi e` la produzione di fasci di ioni altamente energetici.
I primi esperimenti a riguardo hanno evidenziato energie medie superiori a 2 MeV
ed energie massime di 18 MeV per ioni accelerati in avanti, oltre la superficie po-
steriore di bersagli di alluminio con spessore di 125 µm irraggiati da laser ad
intensita` di picco pari a 5× 1019W/cm2, lunghezza d’onda di 1.053µm e durata
dell’impulso di 1 ps [1]; esperimenti immediatamente successivi hanno mostrato, a
parita` di condizioni iniziali di interazione, valori di energie ioniche sovrapponibili
ai precedenti e misurato, inoltre, una apertura angolare del fascio intorno ai 40◦
[2].
Secondo le prime interpretazioni, gli ioni soggetti ad accelerazione provenivano
dalla superficie del bersaglio direttamente in interazione con la radiazione ed era-
no quindi in grado di attraversare l’intero mezzo, per poi fuoriuscire dalla parte
opposta; comunque sia non sono state fornite negli articoli esaurienti spiegazioni
fisiche per i meccanismi di produzione del fascio.
Ulteriori esperimenti, in cui bersagli solidi di CH e Al di spessore compreso tra
100 e 125µm sono stati bombardati con laser di intensita` 3×1020W/cm2 e poten-
ze di 1PW , hanno rivelato ioni con energia media superiore a 10 MeV ed energia
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massima di 58 MeV; tali esperimenti hanno inoltre smentito le interpretazioni
precedenti, evidenziando che le particelle accelerate nel vuoto, oltre la lamina,
erano protoni dovuti ad impurezze presenti sulla superficie posteriore del mezzo
ed emessi in direzione normale ad essa con un buon grado di collimazione [3].
Misure analoghe su bersagli di Al hanno rivelato, inoltre, la presenza di elettroni
con temperature dell’ordine delle centinaia di MeV in prossimita` dei fasci di ioni
accelerati [4].
Piu` recentemente accelerazione di protoni provenienti dalle superfici non irraggia-
te di bersagli solidi e` stata ulteriormente confermata da esperimenti con impulsi
laser di intensita` pari a 1019W/cm2 e durata del picosecondo; l’origine di tali pro-
toni e` stata ancora una volta attribuita a vapor acqueo presente come impurezza
sullo strato superficiale [5].
Alcune caratteristiche dei fasci prodotti, come il numero delle particelle coinvolte
(109 ÷ 1012) e l’energia media da esse acquisita, non erano mai stati riscontra-
ti in esperimenti piu` datati, condotti con impulsi di intensita` non superiore a
1017W/cm2 e durata del nanosecondo [6].
Pertanto l’accelerazione di ioni da laser ultraintensi ed ultrabrevi ha iniziato ad
attirare attenzione, soprattutto per via delle possibili applicazioni in ambito ener-
getico, medico ed industriale, ed una considerevole quantita` di lavoro teorico e
numerico e` stato condotto allo scopo di comprendere meglio i processi fisici che
ne sono alla base.
La spiegazione oggigiorno piu` accreditata dei risultati sperimentali e` data in ter-
mini del meccanismo noto come target normal sheath acceleration (TNSA) [5]: me-
diante processi di assorbimento l’interazione considerata comporta la generazione
di elettroni con energie massime di numerose decine di MeV e si ha consistente
espansione del plasma prodotto; una frazione di elettroni fortemente energetici e`
capace di fuoriuscire dalle superfici del mezzo, in prossimita` delle quali forma una
“nuvola” di plasma elettronico. In queste regioni di interfaccia tra gli elettroni e
la materia positivamente carica si costruiscono dei campi elettrici longitudinali,
3di simmetria cilindrica e decrescenti lungo le direzioni trasversali, che possono
raggiungere valori massimi di 1012 V/m [7]. Tali campi ionizzano gli atomi super-
ficiali del bersaglio ed accelerano ioni, i quali avanzano nel vuoto avvolti da una
“guaina” (sheath) elettronica; dopo questa fase iniziale i campi decrescono fino
ad annullarsi quando le due specie cariche si compensano localmente, il che e`
possibile se le velocita` sono le stesse, e cessa ulteriore accelerazione di particelle.
Figura 1: Schema della TNSA [7].
In vista delle possibili applicazioni il suddetto processo presenta comunque delle
questioni che devono essere discusse piu` a fondo.
Innanzitutto negli esperimenti interpretabili secondo TNSA il fascio prodotto mo-
stra una dispersione intorno all’energia media superiore al 20%, improponibile per
tutte quelle specifiche applicazioni di interesse medico, come ad esempio l’adron-
terapia, in cui sono richiesti dei valori non superiori al 2% [8].
Alcuni studi teorici [9] hanno fornito una possibile soluzione al problema propo-
nendo l’utilizzo di bersagli a due strati, dei quali il primo costituito da atomi
ad alto Z ed il secondo da idrogeno.Grazie a questa configurazione il campo di
TNSA, dovuto all’interazione tra il laser ed il primo strato, puo` accelerare unifor-
memente il secondo strato, a patto che quest’ultimo abbia dimensioni trasverse
trascurabili rispetto allo spot focale del laser, e quindi rispetto al gradiente spa-
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ziale del campo elettrostatico, e che esso sia cos`ı sottile da non avere una quantita`
di protoni sufficiente ad interferire con i campi.D’altro canto il mezzo ad alto Z
deve essere, al contempo, ragionevolmente spesso per fornire all’esterno un nu-
mero di elettroni sufficiente per TNSA, ma non cos`ı tanto da non permettere un
elevato gradiente longitudinale del campo alla superficie.
Soltanto sotto le condizioni suddette i protoni del dischetto possono costituire un
fascio sufficientemente monoenergetico. Simulazioni particle in cell 3D con inten-
sita` dell’ordine di 1021W/cm2 incidente su bersagli a doppio strato, con diametri
e spessori soddisfacenti le ipotesi di cui sopra, hanno dimostrato che la dispersio-
ne in energia puo` essere ridotta a valori poco al di sotto del 5%.
Alcuni risultati sperimentali [10], condotti secondo la geometria descritta sopra,
hanno rivelato accelerazione di protoni da dischetti di spessore di 0.5µm ricchi
di idrogeno, posti dietro lamine di Titanio dello spessore di 5µm irraggiati da
impulsi laser di intensita` pari a 3× 1019W/cm2 e durata di 80 fs. La dispersione
intorno all’energia media, pari a 1.2 MeV, risulta del 25% e, quindi, ancora lon-
tana dai valori previsti in [9].
Un’ulteriore questione aperta per TNSA rimane la conversione di energia della
radiazione in energia degli ioni accelerati, considerato che recenti risultati spe-
rimentali hanno mostrato valori di efficienza massima non superiori all’1% in
seguito all’interazione di bersagli di Al, di spessore compreso tra 10 e 100µm,
irraggiati da impulsi incidenti in polarizzazione lineare con intensita` compresa
tra 1018 e 1019W/cm2 e durata tra uno e dieci picosecondi [11].
In tempi recenti previsioni teoriche supportate da simulazioni numeriche [12] han-
no indicato un ulteriore processo di accelerazione di ioni, noto come accelerazione
ponderomotiva (PA), che costituisce l’oggetto di studio di questo elaborato.
Si tratta di un processo qualitativamente diverso da TNSA perche´ non basato su
assorbimento elettronico, e sulla conseguente presenza di campi elettrici alle in-
terfacce con il vuoto, ma imputabile alla forza ponderomotiva, la quale riveste un
ruolo di primo piano nell’interazione tra impulsi laser ultraintensi ed ultrabrevi e
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La forza ponderomotiva puo` essere identificata, sotto opportune condizioni di
adiabaticita` dell’impulso incidente, con la forza mediata sul tempo che la radia-
zione esercita sul mezzo. L’integrale di tale forza sulla profondita` del mezzo stesso,
ovvero la forza totale per unita` di superficie, e` la pressione di radiazione; pertanto
il termine di accelerazione via pressione di radiazione e` da considerarsi sinonimo
di accelerazione ponderomotiva.
Allo stato attuale non esistono esperimenti in cui accelerazione ionica e` stata in-
dicata come PA ma simulazioni numeriche, condotte anche in questo elaborato,
indicano che essa si pone come meccanismo sovrapponibile a TNSA dal punto di
vista delle energie ottenibili per le particelle e del grado di monocromaticita` del
fascio.
Inoltre il trasferimento di energia dal laser agli ioni puo` essere ottimizzato me-
diante l’utilizzo di radiazione incidente con polarizzazione circolare, in quanto
in tal caso i processi di assorbimento di energia della radiazione da parte degli
elettroni vengono fortemente inibiti.
La sostituzione della polarizzazione lineare, usata negli attuali esperimenti, con
polarizzazione circolare diventa, quindi, un fattore determinante per il riscontro
che l’accelerazione di ioni da interazione laser-plasma ha nelle applicazioni.
Alla luce di quanto sostenuto il primo capitolo di questo lavoro e` dedicato ad una
breve descrizione delle sorgenti laser di ultima generazione ed allo stato dell’arte
della ricerca attuale riguardo la produzione di ioni ed il loro utilizzo in ambito
energetico, medico ed industriale.
Il secondo capitolo indaga gli aspetti teorici essenziali dell’interazione radiazione-
materia ad elevate intensita`, con particolare riguardo agli effetti relativistici, al
concetto di forza ponderomotiva ed al suo legame con la pressione di radiazio-
ne.Attenzione viene prestata alle differenze nell’interazione dipendenti dal tipo di
polarizzazione utilizzata, ed e` fornita una descrizione qualitativa dei fenomeni di
assorbimento che portano all’accelerazione di elettroni nel caso di polarizzazione
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lineare. Inoltre vengono descritte le soluzioni stazionarie per i campi autoconsi-
stenti nel caso di interazione tra radiazione circolarmente polarizzata ed un pla-
sma sovradenso “freddo” e non collisionale; l’esistenza di soluzioni indipendenti
dal tempo consente una piu` agevole modellizzazione analitica dell’accelerazione
ponderomotiva di ioni rispetto al caso di polarizzazione lineare.
Nel capitolo successivo viene condotta una analisi numerica comparativa, median-
te simulazioni “particle in cell” unidimensionali, per i due tipi di polarizzazione
lineare (LP) e circolare (CP) ad incidenza normale su un plasma.Viene eviden-
ziata la compresenza di ioni accelerati via TNSA e PA nel caso LP e la sola
presenza di PA nel caso CP. I risultati numerici servono proprio come punto di
partenza per il modello analitico fluido unidimensionale che, nel quarto capitolo,
viene proposto per l’accelerazione ponderomotiva allo scopo di elucidarne la fisica
e fornire predizioni, sperimentalmente utili in un prossimo futuro, sullo spessore
di pelle del mezzo, le velocita` e le energie ioniche in funzione dell’intensita` dei
campi incidenti e della densita` del plasma.
Nell’ultimo capitolo vengono discusse tre serie di simulazioni particle in cell.
La prima e` intesa proprio al confronto tra le osservazioni numeriche e le previsioni
del modello analitico proposto riguardo le velocita` massime raggiungibili da ioni
accelerati da PA in funzione dei parametri iniziali di interazione.
I valori estrapolati dalle simulazioni mostrano una dipendenza lineare della ve-
locita` dall’ampiezza adimensionale del campo incidente ed un buon accordo con
quanto previsto dalla teoria per le intensita` piu` basse; un minore accordo si ha
per le intensita` piu` elevate, per le quali il modello predice un andamento propor-
zionale alla radice quadrata delle ampiezze non deducibile dalle simulazioni.
Nondimeno lo scaling lineare con le ampiezze dei campi su tutto l’intervallo dei
valori investigati, ossia 1017÷1021W/cm2 per le intensita` incidenti se la lunghezza
d’onda del laser λL = 1µm, si rivela un risultato promettente per le applicazioni;
cio` e` inoltre supportato dall’andamento lineare, in funzione dell’ampiezza, dell’ef-
ficienza di conversione in energia ionica, per la quale sono previsti valori superiori
7di un ordine di grandezza rispetto ai corrispondenti sperimentali in [11] per il
caso di TNSA in polarizzazione lineare.
Una seconda serie di simulazioni, condotta al valore di intensita` incidente per il
quale la teoria dell’interazione tra laser e plasmi sovradensi prevede il passaggio
al regime di trasparenza relativistica indotta, mostra la presenza di oscillazioni
elettroniche longitudinali all’interno del mezzo, da imputarsi a radiazione tra-
smessa.Questa serie viene concepita come una conferma della validita` del codice
usato, capace di evidenziare instabilita` del sistema se per i parametri scelti sono
previsti due possibili regimi di interazione.
L’ultima serie di simulazioni abbandona quelle condizioni di impulso “semiinfi-
nito” e di moto ionico posticipato al raggiungimento di un equilibrio dinamico
per gli elettroni, le quali erano state artificialmente imposte nella prima serie allo
scopo di testare la veridicita` del modello analitico proposto.
Adesso ci si restringe alla simulazione di situazioni, piu` simili alle reali condizioni
sperimentali, di impulso di durata pari a qualche ciclo ottico, e si evidenzia che
la finitezza temporale della radiazione incidente pone un limite al numero di ioni
soggetti a PA e alla velocita` e alle energie da essi raggiungibili. I grafici delle ve-
locita` massime in funzione della durata dell’impulso, fissate l’intensita` incidente
e la densita` del mezzo, mostrano l’esistenza di un tempo caratteristico dell’inte-
razione, oltre il quale e` raggiunto un plateau; per durate dell’impulso superiori
a tale tempo, che coincide con l’inizio della formazione di un pacchetto di ioni
accelerati in avanti ed e` in soddisfacente accordo con il conseguente tempo di
rottura idrodinamica teoricamente modellizzato, anche la conversione di energia
del laser in energia del fascio mostra un valore di saturazione.
8
Capitolo 1
Laser superintensi ed
accelerazione di ioni
1.1 Sorgenti laser ultrabrevi e superintense
Il notevole sviluppo nella produzione di impulsi laser aventi potenze dell’ordine
del petawatt ed intensita` nel fuoco superiori a 1018W/cm2 ha consentito in anni
recenti lo studio di un nuovo regime dell’interazione laser-materia con applicazio-
ni nella fusione, nella fisica dei plasmi relativistici, nella generazione di raggi X e
nella fisica medica.
L’incremento della potenza di picco e dell’irradianza degli impulsi e` il diretto ri-
sultato della tecnica di chirped-pulse amplification (CPA)[13]: un impulso laser
della durata di qualche decina di femtosecondi viene allargato temporalmente pri-
ma di giungere al mezzo attivo per l’amplificazione. La decompressione temporale
avviene mediante una coppia di reticoli di diffrazione disposti in modo tale che le
componenti a bassa frequenza percorrano un cammino ottico piu` breve rispetto
alle componenti ad alta frequenza; queste ultime si trovano quindi in ritardo di
fase rispetto alle prime (positive chirped pulse) e ne consegue un allargamento
della durata temporale dell’impulso di un fattore compreso tra 103 e 105 ed una
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riduzione della potenza.
Soltanto in seguito all’allargamento temporale l’impulso e` introdotto nel mezzo
attivo del laser ed amplificato in potenza di un fattore di almeno 106; nella fase
finale l’impulso viene ricompresso temporalmente mediante una nuova coppia di
reticoli di diffrazione raggiungendo potenze dell’ordine del petawatt (figura 1.1).
Figura 1.1: Schema della CPA [14].
La CPA postpone la compressione temporale dell’impulso alla sua amplificazione
perche´ solo al di sotto di determinati valori di intensita` si evitano processi non de-
siderati come la distorsione del fronte d’onda della radiazione, il surriscaldamento
delle componenti ottiche ed il danneggiamento dell’apparato di amplificazione.
Tipici esempi di laser di alta potenza sono il KrF (λL ≃ 0.25µm), il Nd (λL ≃
1µm), il CO2 (λL ≃ 10µm) ma il mezzo ad oggi noto ottimale per la generazio-
ne di impulsi di durata pari a pochi femtosecondi e` il Ti:zaffiro (λL ≃ 0.8µm)
in quanto presenta una notevole curva di guadagno su una banda di larghezza
considerevole (≃ 230nm).
Per stimare le intensita` tipiche di questi laser si noti innanzitutto che, quando il
fascio e` focalizzato al limite diffrattivo, il diametro dello spot e` di qualche lun-
Sorgenti laser ultrabrevi e superintense 11
ghezza d’onda; considerando un impulso tipico con l’area dello spot focale pari a
10 µm2 e potenza intorno a 10 TW l’intensita` del laser nel waist risulta:
IL =
1013W
(10−3 cm)2
= 1019W/cm2 (1.1)
Allo stato attuale sistemi laser su grande scala hanno raggiunto potenze del PW
ed intensita` di 1021W/cm2 (figura 1.2). L’uso di specchi ottici deformabili atti a
focalizzare i fasci fino al limite di diffrazione consentono il raggiungimento di tali
intensita` anche a sistemi table-top e si prevedono per i prossimi anni valori come
1024W/cm2 (figura 1.3).
La breve durata e l’elevata intensita` degli impulsi generati mediante CPA si sono
rivelate caratteristiche vincenti in molte applicazioni scientifiche e tecnologiche.
I tempi caratteristici di durata della radiazione permettono, ad esempio, lo studio
di reazioni chimico-fisiche su scale molto brevi ed hanno spianato la strada alla
cosiddetta spettroscopia con risoluzione del femtosecondo.
Nel caso specifico di interazione radiazione-materia le elevate densita` di energia
implicano inoltre pressioni di radiazione agenti sui mezzi di numerose centinaia
di Gigabar ed i campi laser, di gran lunga superiori ai campi coulombiani di
legame degli elettroni atomici, consentono la rapida ionizzazione dei dielettrici ad
uno stato di plasma con elettroni liberi aventi energie relativistiche; cio` comporta
fenomeni, come l’assorbimento di radiazione oltre la superficie critica classica e
l’autofocalizzazione del fascio laser, non osservati negli esperimenti condotti in
regimi di intensita` incidenti piu` modeste.
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Figura 1.2: Sistemi laser Multi-Terawatt e laboratori di appartenenza [15].
Figura 1.3: Evoluzione delle caratteristiche della radiazione laser dal 1960 ai giorni
nostri [16].
1.2 Accelerazione di ioni e relative applicazioni
Uno dei risultati piu` importanti ottenuti nell’interazione laser-plasma e` stata l’os-
servazione di fasci di protoni con energie di numerose decine di MeV (figura 1.4)
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Figura 1.4: Energia massima dei protoni generati da lamine metalliche di Al o
Cu, di spessore tra 5µm e 10µm, in funzione della durata dell’impulso per tre
diversi valori di irradianza in (a) e in funzione dell’irradianza per tre intervalli
distinti della durata dell’impulso in (b)[8].
oltre la superficie posteriore di lamine irraggiate da impulsi ultrabrevi e di alta
intensita` [1, 2, 3].
Tali protoni sono attribuili ad impurezze, come vapor acqueo e idrocarburi, pre-
senti sulle superfici del bersaglio e mostrano caratteristiche significativamente
diverse dai protoni di minore energia, osservati in esperimenti precedenti [6] a piu`
basse intensita` incidenti e durate degli impulsi tra il nanosecondo e le decine di
picosecondi; questi ultimi sono infatti poco collimati, presentano uno spettro di
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Figura 1.5: Curve dose-profondita` per neutroni, protoni da 200 MeV, fotoni e
raggi gamma emessi da una sorgente di cobalto.
energia piuttosto largo ed un’energia media per nucleone di circa 100 keV.
Gli esperimenti descritti in [1, 2, 3] suscitano interesse perche´ la penetrazione
nella materia di fasci adronici, ed in particolare di protoni, presenta un picco
di rilascio dell’energia al punto di stop del cammino delle particelle, noto come
picco di Bragg, non presente per gli elettroni ed i raggi X (figura 1.5); inoltre
la profondita` del percorso e` proporzionale all’energia del protone stesso.Queste
qualita` rendono i protoni prodotti da laser ad alta intensita` utili in un variegato
numero di applicazioni brevemente descritte nel seguito.
1.2.1 Riscaldamento isocorico di solidi
Il flusso altamente energetico e la breve durata temporale di fasci impulsati di
protoni generati dall’interazione di materia solida con laser ultraintensi consento-
no il riscaldamento di solidi fino alla creazione di stati di plasma con temperature
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di qualche decina di eV [17].
Il riscaldamento di materiali puo` certamente avvenire anche attraverso sorgenti
ioniche provenienti da acceleratori ma, a causa della maggiore durata dell’impulso
protonico in questi casi (10−9 ÷ 10−6 s), il mezzo subisce una significativa espan-
sione idrodinamica durante il riscaldamento, la quale occorre invece su tempi del
picosecondo.
Il riscaldamento mediante diretto bombardamento con impulsi laser della dura-
ta inferiore al picosecondo e` inoltre possibile ma esso non e` uniforme in quanto
l’assorbimento di energia della radiazione e` localizzato all’interno dello spessore
di pelle del mezzo.
Fasci impulsati di protoni generati da laser ed aventi durata di qualche picosecon-
do rappresentano uno strumento per il raggiungimento di temperature elevate in
tempi inferiori o comparabili a quelli caratteristici dell’idrodinamica, consentendo
la creazione di plasmi sufficientemente estesi a densita` e temperatura pressoche´
uniformi e, di conseguenza, ottimali per lo studio di proprieta` fondamentali come
l’equazione di stato o l’opacita`.
1.2.2 Innesco di reazioni nucleari e produzione di parti-
celle
Gli ioni altamente energetici prodotti dall’interazione di laser superintensi con la
materia possono innescare reazioni di vario tipo, fornendo l’opportunita` di con-
durre esperimenti di fisica nucleare in laboratori tradizionalmente pensati per
l’ottica piuttosto che in prossimita` di acceleratori.
Numerose ricerche hanno dimostrato che reazioni di fusione tra ioni veloci ad alto
Z, provenienti da plasmi prodotti da laser, ed atomi presenti in campioni di atti-
vazione posti nelle vicinanze creano nuclei composti in stati eccitati che decadono
rilasciando protoni, neutroni e particelle alfa [18].
Fasci di protoni dell’ordine di decine di MeV generati da reazioni tra plasmi e
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laser superintensi sono stati inoltre utilizzati per indurre reazioni nucleari in ma-
teriali a basso Z come 11B, 13N, 15O e 18F allo scopo di produrre positroni di vita
propria breve che emettono isotopi di interesse per la tomografia ad emissione
di positroni (PET).Durante la PET il paziente assume infatti un farmaco con-
tenente un isotopo che emette un positrone di breve vita propria; i positroni si
annichilano con elettroni producendo raggi gamma e, grazie alla loro rilevazione,
e` possibile un imaging dei siti metabolizzatori del farmaco. La PET si e` dimo-
strata essere una tecnica efficiente nell’imaging del flusso ematico, nel trasporto
di amminoacidi e nella rilevazione di masse tumorali.
Le reazioni di produzione di positroni di breve vita propria sono in genere inne-
scate da protoni di 20 MeV provenienti da ciclotroni, cioe` da sistemi a larga scala,
con conseguenti problemi di costo e manutenzione. La produzione degli isotopi via
laser tabletop, che utilizzano energie moderate ed impulsi ultrabrevi e frequenti,
si presenta come una promettente alternativa dal punto di vista economico.
Estrapolazioni basate su risultati attuali puntano alla possibilita` di raggiungere
attivita` del gigabecquerel richieste per la PET mediante sistemi laser capaci di
rilasciare impulsi con energie di 1 J , durata di 30 fs, potenza di 1020W/cm2 alla
frequenza di ripetizione del kilohertz [19].
I neutroni sono un ulteriore prodotto delle reazioni nucleari di cui sopra, uti-
li per applicazioni nelle terapie contro il cancro e nella radiografia a neutro-
ni. Recenti esperimenti [20] hanno studiato la generazione di neutroni median-
te la reazione 7Li(p,n)7Be innescata da protoni prodotti da laser ad intensita` di
3× 1020W/cm2. Produzione di neutroni e` stata inoltre osservata durante intera-
zioni con bersagli contenenti deuterio solido o gassoso direttamente bombardati
da impulsi laser ad alta intensita`; in questo caso i neutroni sono prodotti nel
corso di reazioni di fusione del tipo D(d,n)3He che coinvolgono ioni di deuterio
accelerati dal laser [21].
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1.2.3 Adronterapia
L’adronterapia e` una moderna tecnica di radioterapia oncologica che usa protoni,
neutroni o ioni di carbonio per bombardare alcuni tipi di tumori.
Il rilascio di energia ben localizzato al picco di Bragg permette a fasci collimati di
protoni o ioni la distruzione di cellule tumorali con una precisione millimetrica,
risparmiando i tessuti sani circostanti; cio` risulta invece impossibile con le terapie
convenzionali di elettroni e raggi X che possiedono una precisione solo centime-
trica.
I protoni risultano quindi indicati per il trattamento di tumori vicini ad organi
critici che non devono essere assolutamente posti a radiazione; in particolare ioni
di carbonio possono fornire un’alternativa anche a tumori radioresistenti ai raggi
X tradizionalmente usati.
I range di energie dei protoni di interesse per l’adronterapia vanno da 60 a 250
MeV, a seconda dell’estensione del tessuto tumorale, e sono prodotti da accelera-
tori appositi. L’uso di acceleratori basati su laser e` stato proposto come alternativa
allettante non solo per motivi economici ma anche per motivi logistici di riduzione
degli spazi ospedalieri pensati per tale tipo di terapia.
1.2.4 Applicazioni tecnologiche
Esiste sicuramente un interesse da parte dell’industria dedita alla microelettroni-
ca ed alla litografia per gli ioni prodotti da laser.
Mentre l’impiantazione in superficie di ioni ad energie moderate, accelerati da
impulsi dell’ordine del decimo di nanosecondo, e` stata gia` implementata [22],
l’utilizzo di ioni piu` energetici potrebbe consentire una loro impiantazione negli
strati piu` interni [23], non raggiungibili da ioni di energie piu` modeste, e risultare
utile per la fabbricazione di nuovi dispositivi a semiconduttore.
Inoltre la breve durata dei bursts di ioni consente lo studio delle modifiche in-
dotte ai materiali in regimi energetici tipici dei reattori per la fusione; la risposta
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dei materiali danneggiati ha luogo su tempi del picosecondo e, pertanto, l’irrag-
giamento con bursts di durata comparabile fornisce la possibilita` di analizzare il
problema con una risoluzione temporale mai raggiunta prima.
1.2.5 Ignizione veloce per la fusione a confinamento iner-
ziale
Da alcuni decenni la ricerca sulla produzione di energia estraibile da reazioni
di fusione attira l’attenzione della comunita` scientifica internazionale.Agli inizi
degli anni Novanta e` stato proposto un nuovo schema per l’ottimizzazione della
fusione a confinamento inerziale (ICF), noto come ignizione veloce (FI), basato
sull’utilizzo di elettroni sovratermici generati da laser ultrabrevi ed ultraintensi
[24].
Prima di illustrare il processo e` opportuno richiamare alcuni aspetti generali sulla
ICF.
La reazione che i prototipi di reattori nucleari tenteranno di riprodurre su larga
scala e` la reazione di fusione Deuterio-Trizio:
D + T → n(14.1MeV ) + α(3.5MeV ) (1.2)
poiche´ essa presenta la piu` elevata sezione d’urto a temperatura di solo qualche
decina di keV.
Nell’ICF e` quindi prevista l’implosione di un pellet contenente una miscela di
deuterio e trizio per l’innesco di reazioni di fusione; tale implosione e` indotta
dall’ablazione degli strati piu` superficiali del bersaglio.
Al termine dell’implosione il combustibile compresso e` circondato da una corona
di plasma a bassa densita` e racchiude una regione centrale relativamente piccola
a temperatura di circa 108 K detta hot spot; e` nell’hot spot che ha luogo la com-
bustione termonucleare, ovvero l’ignizione del plasma, la quale procede verso gli
strati piu` esterni come un’esplosione finche´ la densita` e` sufficientemente elevata.
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Bisogna osservare che nell’ICF non si ha in realta` un vero e proprio confinamen-
to: la capacita` del combustibile di rimanere aggregato per un tempo sufficiente
affinche´ le reazioni di fusione abbiano luogo e` dovuto soltanto alla sua inerzia,
ed il tempo di confinamento puo` essere fatto coincidere con il tempo impiegato
dall’onda di rarefazione per propagarsi dal centro ai bordi del core della miscela
implosa. La velocita` dell’onda e` dell’ordine della velocita` del suono per energie di
soglia della reazione di 10 keV; cio` significa che una capsula di 1mm di raggio ha
un tempo massimo di confinamento di 10−9 secondi. La densita` necessaria affinche´
il carburante ignisca e rilasci la sua energia prima che la capsula si disgreghi e`
data dal criterio di Lawson:
nF τcT ≥ 1015cm−3 s keV (1.3)
dove nF e` la densita`, T e` la temperatura di soglia e τc e` il tempo di confinamento.
Nell’esempio considerato sono necessarie densita` di core pari a 1023 cm−3 raggiun-
gibili mediante un’implosione simmetrica del bersaglio.
L’implosione del pellet puo` avvenire per diretto irraggiamento laser delle superfici
oppure, con maggiore garanzia di uniformita`, grazie a raggi X soffici prodotti da
radiazione incidente sulle pareti interne di un’holhraum, al cui interno e` stato
posto il pellet.
Nella pratica l’efficienza di compressione al centro ed il tempo di confinamento
sono limitati in primo luogo dall’instabilita` di Rayleigh-Taylor, la cui minimizza-
zione richiede un’elevata simmetria ed uniformita` dell’implosione.
La produzione di elettroni e protoni con energie del MeV, a seguito dell’interazio-
ne tra impulsi laser ultrabrevi ed ultraintensi e plasmi, ha consentito di proporre
la FI come uno schema alternativo che non necessita di un’implosione uniforme
e simmetrica del pellet e, quindi, della generazione di un hot spot al centro.
La FI separa la fase di compressione del combustibile, ottenuta con i metodi
precedentemente descritti, dalla fase di generazione dell’hot spot mediante un se-
condo impulso apposito (figura 1.6).
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Figura 1.6: Fusione inerziale ad ignizione veloce: l’hot spot viene creato da un
impulso laser ultraintenso (fase c) nel combustibile compresso [25].
L’ignizione veloce risulta energeticamente vantaggiosa perche´ in linea di principio
puo` avvenire grazie ad impulsi laser con energie del kJ, contro i MJ richiesti in
caso di ignizione di un hot spot centrale, e prevede guadagni superiori.
Lo schema di ignizione veloce puo` essere suddiviso in quattro stadi: nel primo
stadio si ha l’implosione della capsula come nell’ICF standard; nel secondo sta-
dio un impulso ultrabreve ed ultraintenso incide sul plasma coronale e sposta la
superficie critica vicino al core grazie all’elevata pressione di radiazione, generan-
do jet di elettroni altamente energetici a causa di processi di assorbimento; nel
terzo stadio gli elettroni altamente energetici propagano nel core e rilasciano la
loro energia per riscaldare gli ioni del combustibile a temperature di fusione; nel
quarto stadio la combustione si propaga in tutto il combustibile, il quale brucia in
un regime isocorico, anziche´ isobaro come negli schemi tradizionali, comportando
maggiore guadagno.
L’impulso laser per l’ignizione veloce deve comunque soddisfare determinate ri-
chieste di durata ed intensita`.
Se si considera un combustibile di D-T precompresso fino a densita` di 300 g cm−3
e temperature di 5 keV il raggio dell’hot spot deve essere di almeno 10µm affinche´
le particelle α, prodotte dalle reazioni di fusione, non fuoriescano dalle superfici
e possano cos`ı attivare altre reazioni a catena.
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Grazie al criterio di Lawson il tempo di confinamento τc e` fissato intorno a 10 ps;
d’altro canto gli elettroni sopratermici prodotti, aventi energie del MeV, rilascia-
no energia agli ioni D-T in tempi di collisione dell’ordine di τei ≃ 10−12 s.
Alla luce di cio` la durata τL dell’impulso deve essere maggiore di τei, affinche´ sia
possibile scambio energetico tra gli elettroni e gli ioni e si eviti la disgregazione del
combustibile a causa della pressione elettronica; tuttavia τL deve essere di gran
lunga inferiore a τc per consentire un’elevata efficienza del processo di reazione
nucleare.
Le condizioni suddette fissano tempi caratteristici per τL non superiori a qualche
picosecondo.Assumendo poi che l’impulso debba scaldare la miscela D-T a tem-
perature di soglia di 10 keV si ottiene che l’intensita` dell’impulso ignitore deve
essere dell’ordine di IL ≃ 1020W/cm2.
L’ignizione veloce tramite deposizione di energia elettronica e` comunque molto
dibattuta perche´ non e` chiaro se gli elettroni relativistici si propaghino come un
fascio stabile e depositino la loro energia nel core; inoltre l’uso di un secondo
impulso nella geometria dell’ignizione indiretta non e` consigliato per via dell’as-
sorbimento della luce dalle pareti dell’holhraum e dal plasma coronale.
Recentemente lo schema di ignizione veloce tramite protoni dell’ordine del MeV,
generati da interazione tra laser ad alta intensita` e bersagli solidi, e` stato propo-
sto come alternativa [26] poiche´ un fascio protonico puo` mantenere traiettorie piu`
rettilinee all’attraversamento del plasma coronale e rilascia la sua energia, come
gia` notato, in un volume ben definito alla fine del percorso nel mezzo (picco di
Bragg).
La bassa defocalizzazione del fascio protonico e` dovuta al fatto che esso e` ac-
compagnato, come si avra` modo di capire meglio in seguito, da un involucro
neutralizzante di carica elettronica che scherma efficacemente la repulsione cou-
lombiana.
L’ignizione veloce tramite protoni accelerati da laser e` vantaggiosa anche perche´
le particelle, raggiungendo le decine di MeV in pochi picosecondi e su distanze
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di solo qualche centinaio di micrometri, possono essere generati in prossimita` del
pellet e si evita il problema del trasporto del fascio da un acceleratore a larga
scala ad un piccolo pellet precompresso per ICF.
Capitolo 2
Il modello dell’interazione
laser-plasma
2.1 Ionizzazione del mezzo e formazione del pla-
sma
Un’adeguata comprensione della produzione di particelle in seguito all’irraggia-
mento di bersagli solidi non puo` prescindere dalla conoscenza di alcuni meccanismi
che si instaurano nell’interazione radiazione-materia in regime di elevata inten-
sita`.
Innanzitutto la distinzione che viene fatta tra mezzi conduttori ed isolanti in elet-
trodinamica classica perde il suo significato perche´ nelle condizioni adesso consi-
derate gli stadi iniziali dell’interazione laser-dielettrico sono dominati da processi
di ionizzazione che portano alla produzione di un plasma denso altamente riflet-
tente.
E` possibile dare un’idea del tipo di ionizzazione che avviene comparando il cam-
po elettrico degli elettroni esterni di legame di un atomo al valore del campo di
radiazione incidente.
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Il campo coulombiano in unita` atomiche risulta:
Eua =
e
r2b
= 5.1× 109 V
cm
(2.1)
dove rb e` il raggio di Bohr.
Per intensita` incidenti IL > 3.5×1016W/cm2, corrispondenti a campi laser tali che
EL > Eua, la ionizzazione della materia avviene per soppressione della barriera
coulombiana ed e` da considerarsi ultrarapida: il campo esterno e` sufficientemente
elevato da abbattere la barriera di potenziale per gli elettroni di valenza dell’a-
tomo e renderli liberi classicamente in un tempo molto inferiore ad un periodo
della radiazione.
Dal momento in cui sono disponibili tali elettroni contribuiscono all’ulteriore io-
nizzazione del mezzo finche´ la loro energia cinetica e` superiore all’energia di le-
game.
La ionizzazione ultrarapida ha effetti importanti sulla propagazione dell’impulso
incidente attraverso un dielettrico in quanto la densita` di elettroni liberi e` cos`ı
elevata da rendere l’indice di rifrazione molto alto in modulo ed immaginario.
Infatti l’indice di rifrazione classico di un plasma noncollisionale e` dato da:
εcl(ωL) =
√
1− ω
2
pe
ω2L
=
√
1− ne
nc
(2.2)
dove ωL e` la frequenza del laser, ωpe e` la frequenza di plasma elettronica:
ωpe =
√
4πnee2
me
(2.3)
ed nc e` la densita` critica:
nc(ωL) =
meω
2
L
4πe2
(2.4)
Per una data frequenza del laser un plasma con ne > nc, ossia ωp > ωL, e` sovra-
denso ed opaco alla radiazione incidente.
E` proprio questo il caso della completa ionizzazione di bersagli solidi in intera-
zione con campi di alta frequenza, la quale comporta produzione di plasmi con
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densita` di elettroni liberi ne superiori a 10
23 cm−3.
Infatti se la lunghezza d’onda della radiazione incidente λL e` 1µm, ossia se la
frequenza νL ≃ 1015Hz, il valore assunto dalla densita` critica nc ≃ 1021 cm−3
risulta inferiore ad ne.
Nel caso piu` generale in cui ne e` funzione della posizione la radiazione incidente,
in condizioni di regime, viene sia riflessa dalla superficie critica del mezzo, definita
da ne = nc, che assorbita in prossimita` di quest’ultima; in altre parole l’accop-
piamento laser-bersaglio avviene sempre in uno spessore sottile se comparato alla
lunghezza d’onda incidente, detto spessore di pelle, e questo consente di parlare
a tutti gli effetti di interazione superficiale.
Le questioni riguardanti effetti termici vanno puntualizzate ulteriormente nel con-
testo dell’interazione tra plasmi e laser ultraintensi per capire come correzioni
dovute alla ’temperatura’ influenzino l’indice di rifrazione del mezzo e, di conse-
guenza, la propagazione del laser e l’eventuale assorbimento.
La funzione di distribuzione iniziale per le velocita` degli elettroni ionizzati dal
campo esterno viene modificata negli istanti successivi dai processi collisionali in
due modi: gli elettroni sono riscaldati dal campo di radiazione via collisioni con
gli ioni e termalizzano grazie alle collisioni con altri elettroni.
La sezione d’urto classica σc = πb
2, dove b e` il parametro d’impatto, per le col-
lisioni tra un elettrone ed uno ione fermo di carica Ze, soggetti ad interazione
elettrostatica, puo` essere ricavata conoscendo la relazione che intercorre tra l’an-
golo di deflessione θ dell’elettrone e b nel caso di forze inversamente proporzionali
al quadrato delle distanze:
tan
θ
2
=
Ze2
mev2eb
(2.5)
Quindi nel caso di deflessione a π/2 si ottiene:
b =
Ze2
mev2e
(2.6)
e
σc = πb
2 =
πZ2e4
m2ev
4
e
(2.7)
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da cui si ricava la frequenza di collisione elettrone-ione:
νei = niσcve ≃ πniZ
2e4
m2ev
3
e
(2.8)
Nella relazione precedente si trascura il fatto che le forze di Coulomb sono a lungo
raggio e le collisioni con angoli di deflessione piccoli sono molto piu` frequenti
rispetto a quelle ad angoli considerevoli; inoltre l’effetto cumulativo di numerose
deflessioni a piccolo angolo si rivela maggiore dell’effetto di un minor numero di
deflessioni a grande angolo.
Tuttavia la stima precedente e` utile per ottenere una relazione tra la frequenza
di collisione e l’irradianza del laser nei casi in cui le elevate intensita` giustificano
l’assunzione:
ve ≃ vqe ≫ vth (2.9)
Questa assunzione consente di parlare di plasma freddo non perche´ i costituenti
del plasma non abbiano velocita` considerevoli ma perche´ queste ultime sono con-
ferite dai campi esterni e risultano molto maggiori della velocita` termica.
L’utilizzo della relazione precedente in (2.8) comporta:
νei ≃ (ILλ2L)−3/2 (2.10)
Per tali regimi di intensita` il plasma superficiale interagente con la radiazione
transisce quindi molto velocemente ad un regime di assorbimento collettivo e
puo` essere considerato noncollisionale; tuttavia le collisioni non sono trascurabili
nelle regioni di bulk del plasma, dove il campo di radiazione non puo` penetrare e
per le quali e` ragionevole ammettere una condizione di equilibrio termico locale
descritto da funzioni di distribuzione maxwelliane.
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2.2 Nonlinearita` dell’interazione: forza ponde-
romotiva ed effetti relativistici
2.2.1 Effetti relativistici
Gli effetti relativistici sul moto elettronico diventano non trascurabili quando il
momento di quiver, conferito loro dai campi trasversi incidenti, diventa compa-
rabile a mec.
Se si introduce l’ampiezza adimensionale:
aL ≡ e|AL|
mec2
(2.11)
dove AL e` proprio il potenziale vettore trasverso associato alla radiazione inci-
dente, quanto detto sopra e` equivalente ad affermare che gli effetti relativistici
devono essere considerati quando aL ≥ 1.
La relazione precedente puo` essere riscritta in modo operativamente piu` utile
come:
aL =
pqe
mec
=
eEL
mecωL
= 0, 85
(
ILλ
2
L
1018
)1/2
(2.12)
dove λL e` espressa in micrometri e IL in W/cm
2; quando la radiazione incidente
ha un valore di irradianza superiore a 1018Wµm2/cm2 il moto elettronico non
puo` piu` essere pensato come classico.
Nel caso di interazione tra onde elettromagnetiche ed elettroni liberi di un plasma
grazie all’equazione di Ampere:
∇×B = 1
c
∂E
∂t
+
4π
c
J (2.13)
e all’utilizzo della gauge di Coulomb per il potenziale vettore A:
∇ ·A = 0 (2.14)
B = ∇×A (2.15)
E = −1
c
∂A
∂t
(2.16)
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si ottiene infine:
∇× (∇×A) = − 1
c2
∂2A
∂t2
− 4πene
meγec
pe (2.17)
La conservazione del momento canonico nell’ipotesi di elettrone inizialmente fer-
mo comporta:
pe⊥ =
e
c
A (2.18)
e mediante l’identita` vettoriale:
∇× (∇×A) = ∇2A−∇(∇ ·A) (2.19)
si giunge all’equazione delle onde per il potenziale vettore autoconsistente:
∇2A− 1
c2
∂2A
∂t2
=
4πe2ne
mec2γe
A (2.20)
Nel caso unidimensionale in cui A e` un’onda piana che si propaga lungo la
direzione x con frequenza ωL si ha infine:
∂2A
∂x2
+
1
c2
(
ω2pe
γe
− ω2L
)
A = 0 (2.21)
ed attenzione va prestata al fattore relativistico γe:
γe =
(
1− |ve|
2
c2
)−1/2
(2.22)
nei rispettivi casi di polarizzazione circolare e lineare.
Nel primo caso il potenziale vettore puo` essere scritto nella forma:
A =
A˜(x, t)√
2
(yˆ + izˆ)e−iωt + c.c. (2.23)
dove A˜(x, t) e` l’inviluppo lentamente variabile nel tempo.
Tenuto conto della (2.18) e dell’accensione adiabatica dell’impulso il fattore rela-
tivistico risulta essere:
γCPe =
√
1 +
(
e|A|2
mec2
)2
=
√
1 + |a|2 (2.24)
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ed e` indipendente dal tempo.
Nella (2.21) si puo` quindi riconoscere una costante dielettrica del mezzo relati-
vistica che mostra una dipendenza nonlineare dai campi dovuta alla presenza di
γe:
εrel(ωL) = 1−
ω2pe
γeω2L
= 1− ne
γenc
(2.25)
L’indipendenza di γe dal tempo, tipica del caso di polarizzazione circolare, con-
sente di poter stabilire, come si vedra` meglio in seguito, delle soluzioni stazionarie
per i profili di densita` di carica e dei campi autoconsistenti.
Nel caso di polarizzazione lineare il potenziale vettore:
A = Ay(x, t)yˆ =
(
A˜y(x, t)
2
e−iωt + c.c.
)
yˆ (2.26)
comporta che il fattore relativistico presenti invece termini oscillanti dipendenti
dal tempo; l’espansione in armoniche consente di riottenere la relazione precedente
per la costante dielettrica, ma con un’ampiezza del campo mediata su un ciclo
temporale che porta alla seguente espressione:
γLPe =
√
1 +
|a|2
2
(2.27)
La relazione (2.25) e` interpretabile come la risposta nonlineare di un mezzo in
regime di interazione classica per il quale la massa elettronica o la densita` critica
ha subito un incremento della quantita` γe.
L’indice di rifrazione adesso diventera` immaginario alla superficie di densita`
ne = γenc e pertanto l’impulso potra` propagarsi in regioni piu` interne del mezzo
che risulterebbero opache nel caso classico; tale effetto e` noto come trasparenza
relativistica autoindotta o penetrazione sovradensa.
2.2.2 Forza ponderomotiva e pressione di radiazione
Nel caso di interazione tra materia e radiazione ad elevata intensita` il termine
magnetico della forza di Lorentz non puo` essere trascurato a causa delle velocita`
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relativistiche conferite dai campi di alta frequenza agli elettroni. Tale forza rap-
presenta un termine nonlineare nell’interazione poiche´ la velocita` che entra nel
suo computo e` essa stessa dipendente dai campi.Una derivazione che facilita la
comprensione fisica del contributo nonlineare del termine J×B/c si puo` ottenere
per onde piane normalmente incidenti sulla materia.
E` importante inoltre per il seguito specializzarsi al calcolo della forza nei due ri-
spettivi casi di onda piana linearmente e circolarmente polarizzata e sottolineare
le differenze esistenti.
In gauge di Coulomb per un’onda piana la forza magnetica su un elettrone:
Fm = −e
c
vqe ×B = − e
2
mec2γe
A× (∇×A) (2.28)
risulta, per polarizzazione lineare:
FLPmx = −
e2
mec2γe
Ay
∂
∂x
Ay = − e
2
2mec2γe
∂
∂x
A2y (2.29)
e grazie a (2.26):
FLPmx = −
e2
4mec2γe
[
∂
∂x
|A˜y|2 + ℜ
(
∂
∂x
A˜2ye
−i2ωt
)]
(2.30)
Nel caso di polarizzazione circolare, attraverso gli stessi passaggi algebrici condotti
in precedenza e grazie a (2.23), si ottiene invece:
FCPmx = −
e2
mec2γe
∂
∂x
|A˜|2 (2.31)
Bisogna innanzitutto osservare che la forza nonlineare e` molto intensa laddove
esistono forti gradienti dei campi e delle intensita`; pertanto essa e` una compo-
nente fondamentale nell’interazione della radiazione con plasmi sovradensi visto
che A˜2(x, t) subisce una forte variazione spaziale, passando dai valori nel vuoto a
valori trascurabili all’interno di una lunghezza di pelle ls ≃ c/ωp, la quale e` tanto
piu` piccola quanto piu` il plasma e` denso.
Si e` visto poi che nel caso di polarizzazione lineare γe e` una quantita` dipendente
dal tempo che contiene tutte le armoniche del laser ma, nel limite non relativistico
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γe ≃ 1, la forza magnetica (2.30) ha un termine secolare, detto forza ponderomoti-
va, ed un termine oscillante a frequenza doppia rispetto a quella della radiazione
incidente; nel caso di polarizzazione circolare sopravvive invece solo il termine
ponderomotivo.
Questa caratteristica, come sara` analizzato nelle sezioni successive, e` responsa-
bile di una fenomenologia dell’interazione che presenta differenze tra i due casi
considerati.
Le espressioni (2.30) e (2.31) sono state ricavate da una trattazione su singola
particella ma puo` essere notato che l’integrale della (2.28) sul volume del mezzo
fornisce la forza globale esercitata dalla radiazione sulla materia.
Infatti se a questo proposito si considera un’onda elettromagnetica piana inci-
dente perpendicolarmente su un mezzo che si estende nel semispazio x > 0 i
campi trasversi nel vuoto possono essere scritti del tutto in generale come somma
dell’onda incidente e dell’onda riflessa:
E(x, t) = ELe
i(kx−ωLt) + ERe
−i(kx+ωLt) (2.32)
B(x, t) = BLe
i(kx−ωLt) +BRe
−i(kx+ωLt) (2.33)
dove k = ωL/c. La forza longitudinale globale esercitata sul mezzo si puo` quindi
esprimere, grazie al teorema di conservazione dell’impulso, come:
Fl =
∫
(J×B/c)ldV =
∮
TijnjdS (2.34)
dove gli integrali sono estesi rispettivamente al volume e alla superficie del mezzo,
n e` il versore normale alla superficie e T e` il tensore degli sforzi di Maxwell:
Tij ≡ 1
4π
[
EiEj +BiBj − 1
2
(
E2 +B2
)
δij
]
(2.35)
Il tensore degli sforzi indica la forza per unita` di superficie che ad ogni istante
viene esercitata sulla materia e, pertanto, le osservazioni condotte su (2.30) e
(2.31) possono essere dedotte anche da (2.35).
Nei casi di interesse di incidenza normale qui considerati n = (−1, 0, 0) e la media
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su un periodo di (2.35) fornisce la pressione di radiazione:
Prad = −〈Tij〉 = 1
8π
(
|EL|2 + |ER|2
)
(2.36)
Si puo` a questo punto stabilire una relazione tra Prad, ossia tra la forza media per
unita` di superficie dovuta ai campi, ed il coefficiente di riflessione R del mezzo
senza ricorrere ad un modello microscopico della materia e senza conoscere il
profilo spaziale del potenziale vettore autoconsistente all’interno del plasma:
Prad =
1
8π
|EL|2
(
1 +R
)
(2.37)
dove R e` definito da:
R ≡ |ER|
2
|EL|2 (2.38)
Infine, osservando che IL = (c/8π)|EL|2, l’ultima relazione consente di legare la
pressione di radiazione all’intensita` incidente:
Prad = (1 +R)
IL
c
(2.39)
Nel caso di interazione con un plasma completamente riflettente R = 1 e la pres-
sione di radiazione risulta quindi 2IL/c.
E` opportuno ricordare che i risultati della trattazione precedente sono stati ri-
cavati trascurando comunque le forze dovute alla pressione termica, come gia`
accennato nella sezione 2.1; pur ammettendo che, nelle fasi iniziali, il plasma alla
superficie coinvolto nell’interazione abbia una qualche temperatura, e quindi una
pressione termica, quest’ultima risulta trascurabile rispetto alla pressione di ra-
diazione in condizioni di regime per alte intensita`.
Una giustificazione quantitativa puo` essere fornita esprimendo la pressione di
radiazione come:
IL
c
= 300× I18Mbar (2.40)
dove I18 e` l’intensita` della radiazione incidente in unita` di 10
18W/cm2, e scrivendo
la pressione termica come:
Pth = nT = 1.6
n
1023 cm−3
T
1 keV
Mbar (2.41)
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Il rapporto tra Prad e Pth all’interfaccia plasma-vuoto per intensita` dell’ordine
di 1018W/cm2, densita` tipiche dei solidi di 1023 cm−3 e temperature elettroniche
iniziali dell’ordine del keV risulta:
Prad
Pth
≃ 102 (2.42)
La relazione precedente giustifica una considerevole inibizione dell’espansione ter-
mica del plasma alla superficie durante l’interazione; inoltre, pur ammettendo che
una qualche espansione del mezzo sia comunque presente, l’utilizzo di impulsi in-
cidenti ultrabrevi consente di pensare il profilo della densita` generatosi come
avente una forma ’a gradino’ perche´ l’intervallo di interazione con la radiazione e`
piu` breve del tempo necessario ad osservare tale espansione.
Questa ipotesi verra` utilizzata nel modello analitico di accelerazione ionica, pro-
posto nel seguito per il caso di polarizzazione circolare incidente sul plasma, ed
e` ragionevole se si ammette trascurabile anche la ionizzazione, e la conseguente
espansione, che il mezzo subisce per effetto del preimpulso del laser negli stadi
precedenti il raggiungimento delle condizioni stazionarie di interazione.
Infine va ricordato che una generalizzazione relativistica della forza ponderomo-
tiva, necessaria nel caso di intensita` incidenti considerevoli, e` stata proposta da
Bauer in [27]: viene innanzitutto dimostrato che se esiste un centro di oscillazione
per l’elettrone sottoposto a campi elettromagnetici allora il suo moto relativistico
e` descritto da una lagrangiana mediata su un ciclo ottico, a patto che le condizio-
ni a regime per il laser si raggiungano dopo un numero considerevole di periodi,
ossia che l’accensione dell’impulso sia adiabatica. In tal caso si ottiene un’espres-
sione analitica per la forza ponderomotiva valida nel sistema di riferimento in cui
il centro di oscillazione e` fermo:
Fp = −mec2∇
(
1 +
e2
m2ec
4
〈
ALA
∗
L
〉)1/2
(2.43)
dove il bracket indica la media su un periodo e
A(x, t) = ℜ(A˜(x, t)e−iωLt) (2.44)
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e` il potenziale vettore associato a campi di ampiezza arbitraria.
Per impulsi ultrabrevi di pochi cicli ottici l’adiabaticita` dell’inviluppo puo` non
essere soddisfatta e comportare l’assenza di un centro di oscillazione, il cui moto
e` descritto dalla forza ponderomotiva.Nondimeno le relazioni (2.35-2.39) prescin-
dono dalla possibilita` o meno di definire tale forza e pertanto non perdono la loro
validita`.
2.3 Accelerazione di materia via pressione di
radiazione: il modello di Marx
La relazione (2.35) indica, come gia` detto, che una radiazione elettromagnetica
esercita una forza per unita` di superficie sulla materia ed e` quindi responsabile
di trasferimento di quantita` di moto e di energia al mezzo.
Prime idee sulle applicazioni dell’accelerazione di materia dovuta alla pressione
di radiazione risalgono agli anni Sessanta, quando vengono pubblicate delle stime
sulla velocita` raggiungibile da astronavi per viaggi interstellari mediante irraggia-
mento da laser [28]; tali stime contenevano degli errori corretti solo venticinque
anni dopo [29].
L’idea essenziale e` quella di trasferire momento della radiazione alla navicella
riflettendo il fascio grazie ad uno specchio posto sulla sua superficie. Se tale spec-
chio e` completamente riflettente il momento dptr trasferito alla navicella nel suo
riferimento istantaneo durante l’intervallo infinitesimo di tempo proprio dτ e`:
dptr =
2PL
c
1− β
1 + β
dτ (2.45)
dove PL e` la potenza del laser e β(τ) il rapporto tra la velocita` istantanea del
veicolo rispetto al laboratorio e la velocita` della luce.
Se la navicella e` inizialmente ferma nel laboratorio β(τ) risulta:
β(τ) =
(
1 + e(τ)
)2 − 1(
1 + e(τ)
)2
+ 1
(2.46)
Accelerazione via pressione di radiazione: il modello di Marx 35
dove e(τ) e` l’energia spesa dal laser fino all’istante τ :
e(τ) =
2
mAc2
∫ τ
0
PL(τ)dτ (2.47)
con mA la massa dell’astronave.
La risoluzione delle equazioni del moto per la navicella nel riferimento del labo-
ratorio, e quindi la conoscenza della sua velocita` come funzione del tempo, ed il
calcolo dell’energia spesa dal laser nell’intervallo dτ consentono di stabilire l’effi-
cienza di accelerazione ζ del mezzo, ovvero il rapporto tra l’incremento di energia
cinetica avvenuto nell’intervallo infinitesimo considerato e la corrispondente ener-
gia in input della radiazione.
Il valore dell’efficienza riportato in [29] risulta:
ζ(τ) =
2β(τ)
1 + β(τ)
(2.48)
e tende all’unita` se la velocita` del mezzo tende alla velocita` della luce.
Seppur il maggiore o minore successo dell’accelerazione via laser di astronavi ri-
mane una questione di dubbio interesse l’idea di accelerazione di materia per
trasferimento di quantita` di moto della radiazione puo` essere estesa ad ambiti
come quello dell’interazione tra laser e bersagli solidi, per il quale verranno ana-
lizzati nelle sezioni successive i piu` rilevanti aspetti fenomenologici nei due casi
di radiazione normalmente incidente in polarizzazione lineare e circolare.
Mediante le relazioni precedenti e` possibile comunque fornire gia` una stima del-
l’efficienza di accelerazione di bersagli solidi irraggiati da impulsi laser di ultima
generazione, con potenze del petawatt e durate di circa 10 fs. Se si considera una
radiazione laser incidente di lunghezza d’onda 1µm ed avente spot focale di dia-
metro pari a 10µm allora un bersaglio di spessore 0.1µm e dimensioni trasverse
pari a quelle dello spot focale puo` essere considerato sottile ed il suo irraggiamen-
to uniforme. Le relazioni (2.46) e (2.48) forniscono per i parametri suddetti una
velocita` massima del mezzo pari a vmax ≃ 0.025 c ed un’efficienza di accelerazione
ζ ≃ 0.05.
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L’accelerazione ponderomotiva di ioni da interazione laser-plasma studiata in que-
sta sede e` proprio accelerazione dovuta alla pressione di radiazione che, come e`
stato possibile dedurre nella sezione precedente, diventa un meccanismo esclusivo
nel caso di interazione di materia con radiazione circolarmente polarizzata.
Su questo aspetto dell’interazione e` stata posta attenzione per la prima volta in
[12], dove sono state condotte simulazioni particle in cell unidimensionali di intera-
zione tra radiazione circolarmente polarizzata e plasmi sovradensi ed un semplice
modello analitico fornisce uno scaling dell’energia di ioni accelerati in avanti, via
pressione di radiazione, in funzione della densita` del mezzo e dell’intensita` inci-
dente. Sulla stessa linea successive simulazioni numeriche unidimensionali hanno
mostrato la possibilita` di accelerazione ponderomotiva di ioni fino a numerose
decine di MeV [30]; il meccanismo deve essere correttamente interpretato come
accelerazione in piu` stadi dell’intero bersaglio che, dato lo spessore paragonabile
alla lunghezza d’onda incidente, viene infine “spazzato” direttamente dal fronte
d’onda della radiazione.
Il regime di accelerazione via pressione di radiazione e` stato riconsiderato molto
di recente anche in [31], dove simulazioni particle in cell unidimensionali hanno
mostrato accelerazione protonica, fino ad energie massime di 485 MeV, di un inte-
ro bersaglio di protoni ed elettroni spesso 150nm in seguito ad irraggiamento con
un impulso circolarmente polarizzato di intensita` IL = 2× 1021W/cm2 e durata
di 64 fs.
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2.4 Aspetti fenomenologici dell’interazione laser-
plasma
Le relazioni (2.30) e (2.31) ottenute per la forza magnetica indicano una diversita`
nella fenomenologia dell’interazione tra laser ad alta intensita` e bersagli solidi,
e quindi tra radiazione e plasmi freddi noncollisionali, che dipende dal tipo di
polarizzazione della luce incidente.
La componente oscillante nel tempo di tale forza, presente solo in polarizzazione
lineare, comporta trasferimento di energia dai campi incidenti agli elettroni del
mezzo mediante due meccanismi principali, noti come assorbimento risonante e
“vacuum heating”, descritti nelle sezioni immediatamente successive.
Nell’ipotesi di onda piana incidente, ovvero in una geometria unidimensionale,
tali tipologie di assorbimento non sono previste per luce circolarmente polariz-
zata poiche´ l’unica forza longitudinale agente sul mezzo e` quella ponderomotiva;
tale forza puo` essere identificata con la pressione di radiazione esercitata dal laser
sulla materia secondo la (2.34) e la (2.36).
L’utilizzo di polarizzazione circolare si rivela quindi indicato per lo studio di feno-
meni dell’interazione radiazione-materia riconducibili alla pressione di radiazione
e nei quali i processi di assorbimento suddetti non vengono coinvolti.
E` questo il caso dell’accelerazione ponderomotiva di ioni, la quale ha attirato in
tempi recenti una certa attenzione in seguito a studi numerici e teorici sull’inte-
razione laser-plasma condotti nel caso di polarizzazione lineare e circolare della
radiazione incidente [12, 30, 32].
Il motivo dell’interesse per il caso di polarizzazione circolare e` duplice: in primo
luogo, come gia` ribadito, l’accelerazione ponderomotiva, ossia via pressione di
radiazione, presenta maggiore efficienza proprio grazie all’assenza dei meccanismi
di assorbimento suddetti; in secondo luogo l’approccio analitico risulta piu` sem-
plice ed immediato rispetto al caso di polarizzazione lineare, il quale non prevede
soluzioni stazionarie per l’interazione considerata.
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Nella sezione 2.5 si dimostra infatti che l’interazione tra radiazione circolarmen-
te polarizzata e plasmi freddi noncollisionali prevede soluzioni indipendenti dal
tempo per i campi autoconsistenti [33]; inoltre alcune relazioni tra grandezze di
interesse ottenute in questa circostanza favorevole saranno utilizzate nel model-
lo analitico unidimensionale di accelerazione ponderomotiva proposto nel quarto
capitolo.
2.4.1 Assorbimento risonante
L’assorbimento risonante, ossia la conversione di modo di onde elettromagnetiche
in oscillazioni di plasma elettrostatiche, e` un meccanismo di assorbimento collet-
tivo che puo` essere affrontato all’interno di una descrizione fluida del plasma.
Una condizione necessaria per l’eccitazione della risonanza e` l’esistenza di una
componente non nulla lungo il gradiente di densita` di una forza capace di guidare
oscillazioni di carica δne ad una determinata frequenza.
Per un’onda piana ad incidenza obliqua e polarizzazione P l’assorbimento risonan-
te e` pertanto dovuto alla componente longitudinale del campo elettrico incidente.
Qui nel seguito verra` invece studiato il caso di onda piana linearmente polarizza-
ta e normalmente incidente sul plasma. La forza responsabile dell’assorbimento e`
adesso solo la componente oscillante a frequenza 2ωL, dove ωL e` la frequenza del
laser, della forza di Lorentz. Si parla pertanto di assorbimento risonante “v×B”.
Uno studio semplice del fenomeno puo` essere condotto nel caso di un plasma so-
vradenso con densita` a gradino che si estende nella regione x > 0 e su cui incide
un impulso descritto dal potenziale vettore (2.26).
In tal caso l’evanescenza all’interno del mezzo si puo` esprimere in prima istanza
(γe ≃ 1) come:
Ay(x, t) = A0e
−x/le cos(ωLt) (2.49)
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dove A0 = Ay(x = 0) ed le e`:
le =
c√
ω2p − ω2L
(2.50)
In questo caso la (2.29) fornisce per la forza longitudinale l’espressione:
Fl(x) = F0(x)
(
1 + cos(2ωLt)
)
(2.51)
dove
F0(x) =
e2A20
2mec2le
exp(−2x/le) (2.52)
Un’espressione analitica per l’oscillazione della densita` di plasma locale si puo` ot-
tenere se la densita` all’equilibrio e` costante su lunghezze dell’ordine dell’ampiezza
di oscillazione elettronica, ossia quando:
2vex
ωL
≪ L = n0|∇n0| (2.53)
dove L e` la lunghezza di scala delle variazioni della densita` n0 all’equilibrio e vex
e` la velocita` elettronica longitudinale.
Questa ipotesi consente di linearizzare le equazioni di Poisson e di continuita` che,
unite all’equazione del moto elettronico, costituiscono il sistema per il moto a
frequenza 2ωL: 

me∂tv
2ω
x = −eE2ωx + F 2ωx
∂xE
2ω
x = −4πeδn2ωe
∂tδn
2ω
e = −n0∂xv2ωx
(2.54)
La risoluzione del sistema porta a:
δn2ωe =
n0F0(x)
mele(ω2p − 4ω2L)
cos(2ωLt) (2.55)
da cui si evince che la frequenza della forza oscillante 2ωL risuona con la frequenza
caratteristica ωp del mezzo alla superficie ne = 4nc; a tale punto di risonanza la
forza puo` eccitare oscillazioni di plasma.
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D’altro canto la forza ponderomotiva F0(x) = eE
0
x(x) e` responsabile di una
separazione di carica:
δn0e = −∂x
F0(x)
4πe2
=
F0(x)
2πe2le
(2.56)
e si puo` adesso calcolare la differenza tra il numero totale di elettroni e ioni
all’interno del plasma come:
∆N (x>0)e =
∫ ∞
0
dx
(
δn2ωLe + δn
0
e
)
=
F0(x)
2πe2
(
1 +
cos(2ωLt)
D
)
(2.57)
dove:
D = 1− 4ω
2
L
ω2p
= 1− 4nc
ne
(2.58)
Si noti che (2.57) prevede che elettroni possano essere espulsi nel vuoto, dove il
loro moto e` fortemente anarmonico e le equazioni che lo descrivono non possono
essere linearizzate.Questi elettroni giocano un ruolo importante nell’assorbimento
nonlineare di energia della radiazione attraverso il fenomeno del vacuum heating
descritto nella sezione successiva.
2.4.2 Vacuum heating
Il fenomeno dell’assorbimento risonante cos`ı come previsto dalla teoria lineare
fluida non si riscontra nel caso di impulsi incidenti ultraintensi ed ultrabrevi per-
che´ i profili di densita` a gradino che si generano violano ampiamente la condizione
(2.53) e nuovi meccanismi di assorbimento non risonante, o cinetico, dominano
in questo regime di interazione.
L’assorbimento non risonante e` un meccanismo molto complesso ed ancora non
esiste una teoria a riguardo che possa considerarsi esaustiva.
Nondimeno, nel caso di densita` molto ripide all’interfaccia plasma-vuoto e lun-
ghezze di scala della densita` molto piccole, si puo` intuire che elettroni di superficie
saranno direttamente esposti al campo del laser, violentemente condotti nel vuoto
e riaccelerati, al cambio di verso del campo, in regioni molto interne del plasma
poiche´ la velocita` massima acquisita e` dell’ordine di quella di quiver; il processo
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avviene quindi all’interno di un ciclo ottico ed il moto elettronico e` quindi forte-
mente nonadiabatico.
Questo meccanismo di accelerazione elettronica e` stato affrontato per la prima
volta da Brunel in [34] per il caso di campi ad incidenza obliqua, ma e` estendi-
bile al caso di incidenza normale in polarizzazione lineare poiche´ la componente
oscillante della forza di Lorentz e` diretta normalmente alla superficie del mezzo.
Alcune caratteristiche del fenomeno possono essere comprese con l’aiuto di un mo-
dello di ’condensatore’ unidimensionale ed una descrizione lagrangiana del moto
elettronico all’interfaccia plasma-vuoto.
Si assume ancora che un plasma con profilo di densita` a gradino si estende nella
regione x > 0 e viene investito da un’onda elettromagnetica ad incidenza normale
proveniente dalla regione x < 0.
La risoluzione del sistema vede coinvolte l’equazione di continuita` e l’equazione di
Poisson ma adesso, diversamente dal caso precedente, si segue il moto di elemen-
ti fluidi individuali, cioe` di “fogli di plasma”, nell’ipotesi che le loro traiettorie
non si intersechino; in altre parole si introducono le variabili lagrangiane x0 e
ξ = ξ(x0, t) definite da x = x0 + ξ e dξ/dt = vx, dove x0 e` la posizione iniziale
dell’elemento fluido.
La soluzione per il campo interno indotto dallo spostamento di carica risulta:
Eint =


4πen0ξ x0 + ξ > 0
−4πen0x0 x0 + ξ < 0
(2.59)
e l’equazione del moto per l’elettrone:
d2
dt2
ξ = − e
me
(Eint + El) (2.60)
dove El e` un campo elettrico longitudinale associato alla radiazione incidente.
Ancora una volta per incidenza obliqua e polarizzazione P si ha che El e` la
componente del campo elettrico incidente normale alla superficie.Nel caso qui di
interesse di incidenza normale della radiazione si ha invece Elxˆ ≡ v×B; pertanto
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il suo andamento puo` essere scritto come El = E0 sin(2ωLt) e grazie alla (2.59):
d2
dt2
ξ =


−ω2pξ − eEl/me x0 + ξ > 0
ω2px0 − eEl/me x0 + ξ < 0
(2.61)
Nella seconda delle equazioni precedenti si puo` distinguere il termine ω2px0 di ri-
chiamo per gli elettroni che entrano nella regione di vuoto.
L’elettrone presenta all’interno del plasma un’equazione del moto tipica di un
oscillatore in cui la forzante e` rappresentata da El, e se esso e` cos`ı vicino all’in-
terfaccia da poter giungere nel vuoto sara` sottoposto ad una discontinuita` della
forza.Tale discontinuita` e` responsabile dello sfasamento nonadiabatico dei “fogli
di carica” superficiali rispetto al campo: questa condizione e` l’analogo di una col-
lisione e ne consegue assorbimento che viene detto appunto ’cinetico’.
Per capire meglio cosa succede bisogna scrivere le soluzioni di (2.61), rigorosa-
mente valide solo all’interno di un semiperiodo, ossia per un intervallo di tempo
nel quale non si ha intersezione delle traiettorie elettroniche:
x =


x0 − eE04meω2Lǫ sin(ωLt) = x0 −
xq
ǫ
sin(ωLt) x > 0
xq(sin 2ωLt− sin 2ωLtc) + (2ωLxq cos(2ωLt)/ǫ)(t− tc)+
+
ω2p
2
x0(t− tc)2 − 2ωLxqt x < 0
(2.62)
dove ǫ e` il quadrato della (2.2), tc e` l’istante di attraversamento della superficie e
xq e` l’ampiezza di oscillazione:
xq =
eE0
meω2L
=
vqe
ωL
(2.63)
Soluzioni numeriche per (2.61) possono essere ricavate anche per tempi superiori
ad un semiperiodo della radiazione introducendo nelle simulazioni variazioni che
scambiano fra loro due elettroni nel momento in cui le loro traiettorie si interseca-
no; cio` non comporta alcuna modifica della fisica del problema poiche´ lo scambio
e` una “rimappatura” delle coordinate iniziali x0 dei vari strati (figura 2.1).
I termini non oscillanti nella seconda soluzione sono responsabili dello sfasamen-
to nonadiabatico rispetto al campo esterno di fogli di plasma che attraversano la
Aspetti fenomenologici dell’interazione laser-plasma 43
Figura 2.1: Traiettorie unidimensionali di strati di plasma con posizioni normaliz-
zate ad xq in ascisse e tempi normalizzati al periodo della radiazione in ordinate. I
risultati sono ottenuti da simulazioni di un plasma con n˜0 = 10 costituito da 154
“fogli” di carica elettronica e sottoposto ad un campo elettrico diretto lungo x
spazialmente uniforme, oscillante con sin(2ωLt) e con inviluppo sin
2(2ωLt/3π). Il
valore di xq e` pari a 0.05c/2ωL e x0 varia da 0.02xq a 7xq [35].
superficie: dal momento che la forza di richiamo tende ad annullarsi per posizioni
iniziali x0 piccole gli strati superficiali sono accelerati dal campo di Lorentz nel
vuoto e vengono sfasati rispetto ad esso.
E` possibile capire dalle soluzioni precedenti che gli elettroni rientrano nel plasma
con velocita` massime dell’ordine della velocita` di quiver nel vuoto e sono quindi
capaci di penetrare in regioni molto interne del plasma.
In [34] viene inoltre fornita un’espressione per l’energia assorbita in un periodo
dagli elettroni emessi nel vuoto:
Wabs =
1
2
ηNmev
2
qe (2.64)
dove N = E0/4πe e` il massimo numero di elettroni emessi per periodo ed η e`
un coefficiente valutato numericamente pari a 1.57. La potenza assorbita e` quindi
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data da:
Iabs =
1
2
ηNmev
2
qe
2π/ωL
= η
vqe
2π
E20
8π
(2.65)
L’affermazione secondo la quale per un profilo di densita` molto ripido (L ≪
vex/ωL) l’assorbimento dovuto al fenomeno del vacuum heating e` predominante
rispetto all’assorbimento risonante e` giustificabile se si considera l’ampiezza di
oscillazione (2.63) indotta dal campo El su un elettrone:
xq =
eE0
meω2L
=
vqe
ωL
(2.66)
Nel caso in cui l’inibizione dell’espansione termica, dovuta alle elevate intensita`
ed ai brevi tempi dell’impulso, favorisce il mantenimento di una densita` superfi-
ciale a gradino di spessore molto sottile xq risultera` maggiore di L; al contempo
l’assorbimento risonante non puo` addirittura avere senso perche´ non e` ben defi-
nito se la densita` non rimane costante lungo l’ampiezza di oscillazione.
Tuttavia l’assorbimento di radiazione nel tempo porta il plasma all’espansione,
alla diminuzione della densita` ed al conseguente aumento di L; se l’impulso inizia
ad avere una durata comparabile al tempo di espansione del plasma su lunghezze
maggiori della lunghezza d’onda l’assorbimento risonante puo` tornare ad essere
significativo.
2.5 Soluzioni stazionarie per i campi autoconsi-
stenti
Il modello idrodinamico che sara` proposto per l’accelerazione ponderomotiva di
ioni ha le sue radici teoriche nello studio dell’interazione di una radiazione laser
ultraintensa ad incidenza normale su un plasma omogeneo preformato completa-
mente riflettente, freddo e noncollisionale che si estende nel semipiano x > 0.
Gli ioni vengono considerati in prima istanza come un fluido immobile; questa
assunzione e` ben giustificata poiche´ la maggiore inerzia degli ioni rispetto agli
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elettroni consente di pensare che la loro risposta alla radiazione avvenga in tem-
pi successivi all’interazione laser-elettroni; sempre la maggiore inerzia consentira`
successivamente di ipotizzare che le intensita` dei campi, seppur elevate, non siano
sufficienti a conferire agli ioni un moto relativistico.
Alla luce della complicata natura dell’interazione della materia con radiazione di
elevata intensita` queste ultime ipotesi devono essere considerate con cautela e,
come si puntualizzera` in seguito, stabiliscono un limite di validita` per il modello
proposto.
Inoltre il modello e` unidimensionale, con grandezze dipendenti spazialmente so-
lo dalla coordinata x corrispondente alla direzione di propagazione dell’impulso;
quest’ultima affermazione equivale ad ammettere che le dimensioni trasversali del
fascio incidente sono molto maggiori della superficie del bersaglio irraggiato e la
radiazione e` assimilabile ad un’onda piana.
Le equazioni di base per la dinamica degli elettroni sono l’equazione di continuita`
e l’equazione del moto, che in questo caso possono essere scritte come:
∂ne
∂t
+
∂neve‖
∂x
= 0 (2.67)
∂pe
∂t
+ ve‖
∂pe
∂x
= −e
(
E+
ve ×B
c
)
(2.68)
dove ne e` la densita` elettronica, pe = meγeve e` il momento elettronico e ve‖ e ve⊥
indicano rispettivamente la componente longitudinale e trasversa della velocita`
elettronica.
I campi vengono espressi in termini dei potenziali vettore e scalare A e ϕ come:
E = −1
c
∂A
∂t
−∇ϕ (2.69)
B = ∇×A (2.70)
e si ricorda che la conservazione del momento canonico comporta:
pe⊥
mec
=
eA
mec2
(2.71)
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dato che prima dell’interazione gli elettroni sono fermi, il plasma e` in equilibrio
in assenza di campo e l’accensione dell’impulso e` pensata come adiabatica.
Per esigenza di calcolo l’impulso ed i potenziali vengono opportunamente riscalati
per ottenerne i corrispondenti adimensionali:
pe ≡ pe
mec
(2.72)
a ≡ eA
mec2
(2.73)
φ ≡ eϕ
mec2
(2.74)
Per la componente longitudinale del momento elettronico si ottiene:
1
c
∂pe‖
∂t
+
∂γe
∂x
=
∂φ
∂x
(2.75)
mentre normalizzando la densita` elettronica al suo valore di equilibrio n0:
n =
ne
n0
(2.76)
l’equazione di continuita` puo` essere riscritta nella forma:
∂n
∂t
+ c
∂
∂x
(
npe‖
γe
)
= 0 (2.77)
La fisica dei campi autoconsistenti e` descritta dall’equazione di Poisson per il
potenziale elettrostatico:
∆ϕ = 4πe(n0 − ne) (2.78)
e dall’equazione d’onda per il potenziale vettore:
∆A− 1
c2
∂2A
∂t2
= −4π
c
J+
1
c
∂
∂t
∇ϕ = −4π
c
J⊥ (2.79)
dove J⊥ e` la corrente elettronica trasversa.
La radiazione incidente, per le ragioni illustrate nelle sezioni precedenti, viene
assunta circolarmente polarizzata ed il potenziale vettore associato si scrive come:
a = ℜ[a(x, t)(xˆ+ iyˆ)eiωLt] (2.80)
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dove la funzione a(x, t) indica l’inviluppo dell’impulso lentamente variabile rispet-
to al tempo.
Normalizzando le lunghezze rispetto alla lunghezza d’onda del laser λL ed i tempi
rispetto al periodo τL il set fondamentale di equazioni per l’interazione si scrive
come:
|pe⊥| = a (2.81)
∂pe‖
∂t
+
∂γe
∂x
=
∂φ
∂x
(2.82)
∂n
∂t
+
∂
∂x
(
npe‖
γe
)
= 0 (2.83)
∂2φ
∂x2
= n˜0(n− 1) (2.84)
dove
n˜0 ≡ n0
nc
=
ω2pe
ω2L
(2.85)
con nc la densita` critica e n˜0 il parametro di plasma, il quale assume valori
superiori all’unita` nel caso di plasma sovradenso.
Tale set di equazioni contiene in se´ i due meccanismi discussi precedentemente e
responsabili della nonlinearita` dell’interazione: la forza ponderomotiva e gli effetti
relativistici.
Le soluzioni di interesse sono quelle del problema stazionario e quindi le equazioni
del modello si riducono a:
dφ
dx
=
dγe
dx
(2.86)
d2φ
dx2
= n˜0(n− 1) (2.87)
d2a
dx2
+
(
1− n˜0
γe
n
)
a = 0 (2.88)
L’equazione del moto (2.86) mostra come, per avere una configurazione staziona-
ria, deve realizzarsi nella regione a densita` elettronica non nulla un equilibrio tra
la forza ponderomotiva dγe/dx agente sul fluido elettronico e la forza di richiamo
dovuta al campo elettrostatico longitudinale creatosi in seguito alla separazione
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di carica.
A causa della forza ponderomotiva e` stata creata una regione privata dei suoi
elettroni e l’effettivo bordo del plasma si trova adesso in una nuova posizione xd
da determinarsi autoconsistentemente.
Nella regione di svuotamento 0 < x < xd il campo elettromagnetico corrisponde
alla somma dei campi incidente e riflesso, visto che inizialmente non viene presa
in considerazione l’interazione tra i campi e gli ioni; in questa situazione il campo
elettrostatico longitudinale si calcola mediante l’equazione di Poisson e risulta
linearmente crescente fino al valore massimo in xd:
E(x) = n˜0x 0 6 x 6 xd (2.89)
La posizione xd si calcola grazie alla (2.86):[
dφ
dx
]
x=xd
=
[
dγe
dx
]
x=xd
(2.90)
che da`:
xd = − 1
n˜0
[
d(
√
1 + a2)
dx
]
x=xd
(2.91)
Se si riesprime la densita` elettronica in termini di a attraverso l’equazione del
moto e l’equazione di Poisson:
n = 1 +
d2γe
dx2
(2.92)
la (2.88) puo` essere riscritta nella regione del plasma come un’equazione nonli-
neare autoconsistente del secondo ordine per il potenziale vettore:
d2a
dx2
− a
1 + a2
(
da
dx
)2
+
(
1 + a2 − n˜0
√
1 + a2
)
a = 0 (2.93)
E` necessario a questo punto stabilire le condizioni al contorno per la sua risolu-
zione.Considerando un regime ideale di riflessione totale il potenziale nel vuoto
aV e` la sovrapposizione dell’onda incidente e di quella riflessa:
aV = aLe
ix + aRe
−ix (2.94)
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e richiedendo la continuita` del campo e della sua derivata prima si ottiene:
aL =
1
2
√
a2d +
[
da
dx
]2
x=xd
(2.95)
dove ad = a(x = xd).
Un modo per risolvere l’equazione precedente con le suddette condizioni al con-
torno e` stato proposto per la prima volta in [36] e la soluzione risulta essere:
a(x) =
am cosh
[
(n˜0 − 1)1/2(x− xp)
]
n˜0 cosh
2
[
(n˜0 − 1)1/2(x− xp)
]− (n˜0 − 1) (2.96)
con ampiezza massima
am = 2[n˜0(n˜0 − 1)]1/2 (2.97)
alla posizione xp; pertanto l’ampiezza di picco e` esclusivamente determinata dal
parametro di plasma.
La posizione di picco stabilisce anche quale parte della soluzione ha significato
fisico per il problema considerato, ossia e` rappresentativa di un campo statico
in condizioni di riflessione totale: solo la parte decrescente della funzione a(x)
puo` essere accettata, dal momento che la parte crescente corrisponde ad una si-
tuazione fisica di nonequilibrio in cui e` presente una forza sugli elettroni tale da
spingerli verso il vuoto, dove non c’e` alcun campo elettrostatico in grado di fer-
mare l’espulsione e controbilanciare la forza ponderomotiva.
La parte decrescente della soluzione corrisponde invece ad un campo pari a quel-
lo nel vuoto fino alla posizione xd e ad una struttura evanescente all’interno del
plasma, oltre tale posizione.
Un’altra peculiarita` di questa soluzione notata in [36] riguarda la densita` elettro-
nica determinata da questa configurazione di campo che, attraverso l’equazione di
Poisson, l’integrale primo del moto e l’equazione d’onda, puo` essere scritta come:
ne =
√
1 + a2
n˜0
[
3n˜0
√
1 + a2 − 2(n˜0 + a2)
]
(2.98)
La relazione precedente prevede anche valori negativi per ne chiaramente sen-
za alcun significato fisico. Se si calcola la minima densita` elettronica nem che
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corrisponde all’ampiezza di picco del campo risulta:
nem = 1− 4(n˜0 − 1)2 (2.99)
e quindi soluzioni fisiche richiedono:
n˜0 ≤ 1.5 (2.100)
Nei casi di interesse nel seguito il plasma e` in genere sovradenso con n˜0 > 1.5 e
bisogna quindi non solo scartare la parte crescente del potenziale vettore autocon-
sistente ma anche la parte della (2.98) corrispondente ad una densita` elettronica
negativa; il reale bordo del plasma, compatibile con una situazione di equilibrio
meccanico determinato dal bilancio delle forze longitudinali e autoconsistente-
mente calcolato tenendo conto della conservazione totale della carica, deve tro-
varsi nella regione di plasma a densita` elettronica non negativa, la quale si trova
oltre il limite xd della regione di svuotamento ipotizzata (figura 2.2).
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Figura 2.2: Distribuzione del campo (linea continua) e della densita` elettroni-
ca normalizzata alla densita` iniziale (linea tratteggiata) per i tre diversi valori
n˜0=1.3, 1.5, 2. Si noti la presenza della regione di svuotamento della densita`
elettronica prevista per valori di n˜0 > 1.5
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2.5.1 Soglia per la trasparenza indotta
Bisogna osservare che il set di equazioni (2.86-2.88) risulta valido fino ad un limite
massimo per l’intensita` del campo incidente, oltre il quale si instaura invece un
regime in cui la radiazione riesce a penetrare all’interno del plasma sovradenso;
tale regime e` noto come regime di trasparenza indotta.Dal punto di vista analitico
e` prevista in questo caso una soluzione propagante e, quindi, diversa dalla (2.96).
Al crescere delle intensita` incidenti verso il valore di soglia non solo la posizione
xd si sposta verso l’interno ma il valore della densita` elettronica in tale punto
assume valori sempre piu` bassi perche´ sempre piu` elettroni vengono spostati in
regioni piu` interne del mezzo.
Il calcolo dettagliato dell’ampiezza di soglia aL∗ per la penetrazione indotta va
oltre gli scopi di questo lavoro; pertanto si riportano solo i risultati fondamentali
riportati in [33], dove e` dimostrato che, dall’integrazione della (2.93) e grazie alla
(2.95), si ottiene una relazione che lega l’ampiezza del campo incidente al suo
valore al punto xd per ogni valore di n˜0:
a2L =
1
4
[
2n˜0
(
1 + a2d
)(√
1 + a2d − 1
)− a4d] (2.101)
e che l’ampiezza del campo in xd in condizioni di soglia risulta dipendere solo da
n˜0 secondo la relazione:
a2d∗ = n˜0
(
9
8
n˜0 − 1 + 3
2
√
9
16
n˜20 − n˜0 + 1
)
(2.102)
Da (2.101) e (2.102) e` possibile infine ricavare il valore di soglia per l’ampiezza
incidente:
aL∗ =
1
2
√
2
3
(1 + a2d∗)(2a
2
d∗ − n˜0)− a4d∗ (2.103)
Grazie alla (2.102) la relazione precedente definisce nello spazio dei parametri
dell’interazione (aL, n˜0) la traiettoria separatrice tra il regime di onda evane-
scente, di maggiore interesse nel seguito, ed un regime in cui il plasma tende a
divenire trasparente a radiazione per la quale risulterebbe opaco in regime non
relativistico.
Capitolo 3
Accelerazione di ioni: osservazioni
e risultati preliminari
Un grande sforzo analitico e numerico e` stato fatto negli ultimi anni per capire
piu` a fondo i meccanismi sottostanti la produzione di ioni altamente energetici a
seguito dell’interazione radiazione-materia ad elevata intensita`.
I risultati sperimentali [1, 2, 3] descritti piu` in dettaglio nell’introduzione, in
cui lamine metalliche dello spessore di qualche micrometro vengono irraggiate
da impulsi laser linearmente polarizzati, con intensita` nel fuoco dell’ordine di
1018 ÷ 1020W/cm2 e durata dell’ordine delle centinaia di femtosecondi, hanno
evidenziato la generazione di protoni con energie medie dell’ordine del MeV ac-
celerati nel vuoto normalmente alla superficie del bersaglio.
La spiegazione del fenomeno e` stata data in termini di un meccanismo di accele-
razione, noto come “target normal sheath acceleration” (TNSA), conseguente al
trasferimento di energia del laser agli elettroni principalmente via vacuum heating
(figura 3.1).
L’assorbimento di energia della radiazione da parte degli elettroni comporta
espansione termica del plasma; questo processo si arresta quando vengono rag-
giunte nuove condizioni di equilibrio, ovvero uniformita` locale nella distribuzione
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Figura 3.1: Rappresentazione schematica dell’accelerazione via laser di ioni dal-
la superficie posteriore del bersaglio. La “guaina” (sheath) di Debye non neutra
costituita da elettroni di elevata energia induce accelerazione di ioni [37].
della carica e delle velocita` elettroniche e ioniche.
La distribuzione degli elettroni che hanno acquisito energia cinetica dalla ra-
diazione in seguito a vacuum heating prevede, come precedentemente analizzato,
energie massime dell’ordine dell’energia di oscillazione dovuta ai campi esterni. La
frazione di elettroni che possiede tale energia riesce ad espandersi nel vuoto vin-
cendo le forze di richiamo dovute agli ioni e costruendo, in una geometria piana,
uno strato di carica negativa. L’addensamento elettronico ai bordi del bersaglio e`
responsabile di campi elettrostatici che accelerano gli ioni verso il vuoto normal-
mente alle superfici.Dopo questa fase iniziale gli ioni viaggiano nel vuoto insieme
agli elettroni, i quali costituiscono un involucro al fronte del fascio ionico e tra-
sferiscono ad esso ulteriore energia cinetica; alla progressiva espansione del fascio
il campo di separazione di carica al fronte decresce fino ad annullarsi e con esso
anche l’accelerazione ionica.
La prima misura del valore di picco del campo elettrostatico iniziale al fronte, pari
a 3 × 1010 V/m, e` stata fornita in [5], dove e` descritta l’accelerazione di protoni
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con energie dell’ordine di decine di MeV in seguito all’interazione tra lamine di
Al e Au, di spessore oltre i dieci micrometri, e impulsi laser di durata pari a 1.5 ps
ed intensita` comprese tra 3.5× 1018W/cm2 e 2× 1019W/cm2.
Negli esperimenti suddetti gli ioni sono maggiormente protoni provenienti da
strati superficiali di vapor acqueo ed idrocarburi presenti come impurezze o vo-
lutamente depositati.
La maggior efficienza di accelerazione di protoni dovuti ad impurezze e` dovuta sia
alla loro vantaggiosa posizione in prossimita` del picco del campo sia al migliore
rapporto carica-massa rispetto agli ioni piu` pesanti. I protoni comportano inoltre,
negli istanti successivi alla loro immissione nel vuoto, lo schermaggio del campo
accelerante nei confronti degli ioni pesanti di bulk; l’accelerazione via TNSA degli
ioni piu` pesanti di bulk e` stata comunque osservata in [38] in seguito alla rimo-
zione delle impurezze superficiali.
I risultati del precedente capitolo indicano pero` che e` possibile un meccanismo di
accelerazione qualitativamente diverso da TNSA e che coinvolge, come si vedra`,
in maggiore misura gli ioni di bulk.
La presenza della forza ponderomotiva nell’interazione laser-plasma indica infatti
la possibilita` di accelerazione di materia lungo la direzione di propagazione del-
l’impulso incidente che non necessita dell’intermediazione di elettroni ad energie
relativistiche e, quindi, non ha origine nei meccanismi di assorbimento di radia-
zione e nella conseguente espansione elettronica nel vuoto.
L’accelerazione ponderomotiva (PA), per quanto gia` osservato, dovrebbe presen-
tarsi anche in caso di luce incidente in polarizzazione lineare sebbene l’utilizzo di
polarizzazione circolare, comportando la sola presenza della forza secolare come
forza longitudinale sulla materia, si pone come vantaggiosa condizione di intera-
zione in cui PA e` un meccanismo esclusivo; inoltre, l’assenza di assorbimento di
radiazione dovrebbe comportarne una maggiore efficienza, ovvero una maggiore
conversione di energie dei campi in energia cinetica delle particelle accelerate.
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3.1 Polarizzazione lineare e circolare a confron-
to
Nella discussione precedente si e` gia` evidenziato come l’utilizzo di diversa pola-
rizzazione possa modificare la fenomenologia dell’interazione laser-plasma.
Lo scopo della prima serie di simulazioni e` proprio un’analisi numerica compa-
rativa dell’interazione tra un plasma di elettroni e protoni sovradenso, freddo e
noncollisionale ed un impulso laser, nei due casi di incidenza in polarizzazione
lineare (LP) e circolare (CP); particolare attenzione sara` rivolta allo studio delle
caratteristiche dell’accelerazione ponderomotiva osservata per i protoni.
Le simulazioni sono state condotte mediante l’utilizzo di un codice “particle in
cell” unidimensionale descritto piu` in dettaglio nell’appendice.
I parametri del plasma sono identici per i due casi: lo spessore e` 15 volte la lun-
ghezza d’onda incidente λL, dalla posizione x1 = 40 λL alla posizione x2 = 55 λL,
e la densita` elettronica e` ne = 10nc, dove nc e` la densita` critica:
nc = 1, 1× 1021
(
λL
1µm
)−2
cm−3 (3.1)
Il numero di particelle per cella utilizzate e` pari a 40 e la scelta di ∆x = c∆t =
λL/400 e` dettata dall’esigenza di risolvere alti gradienti di densita` che si generano
durante l’interazione.
In entrambe le situazioni la durata dell’impulso e` τ = 30 τL, dove τL e` il periodo,
e la sua ampiezza adimensionale:
aL = 0, 85
(
ILλ
2
L
α 1018
)1/2
(3.2)
dove α = 1 per polarizzazione lineare e α = 2 per polarizzazione circolare, e` stata
scelta in modo che l’intensita` fosse la stessa.
In tutte le simulazioni descritte qui e nel seguito e` stata fissata λL = 1µm e
pertanto i valori delle densita` e delle intensita` che ne conseguono saranno sempre
riferiti a questa lunghezza d’onda.
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Nel caso specifico la durata dell’impulso risulta quindi pari a 100 fs e la densita`
e` 1.1× 1022 cm−3. L’ampiezza adimensionale di picco del campo, pari ad aL = 10
per CP e ad aL = 14.14 per LP, corrisponde ad un’intensita` a regime pari a
IL = 2.8× 1020W/cm2.
La figura 3.2 compara all’istante t = 140 τL = 467 fs la densita` ionica e le fun-
zioni di distribuzione ionica ed elettronica nello spazio delle fasi; fi ed fe sono
inoltre normalizzate all’unita` nella regione considerata.
Figura 3.2: Istantanea al tempo t = 140 τL = 467 fs della densita` ionica ni e della
proiezione delle funzioni di distribuzione ionica ed elettronica nello spazio delle
fasi da simulazioni PIC1D nei casi CP e LP. L’impulso laser si propaga da sinistra
a destra. Le lunghezze sono normalizzate a λL, le densita` a nc ed i momenti a
mi/ec. Si noti la differenza di scala tra i due casi per l’impulso elettronico.
Nel caso LP e` possibile notare la generazione di elettroni relativistici con momenti
longitudinali fino a pex ≃ 40mec; si osserva presenza di elettroni anche oltre lo
spessore iniziale del plasma e, quindi, vi e` stata espansione nel vuoto imputabile
ad un consistente assorbimento di energia della radiazione incidente.
Nel caso CP gli impulsi elettronici risultano inferiori di piu` di un ordine di gran-
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dezza, segno che non e` avvenuto consistente assorbimento di energia dei campi da
parte degli elettroni; adesso solo un numero esiguo di essi si ritrova oltre i bordi
del plasma.
Un’altra sostanziale differenza tra i due casi si evince dall’osservazione della fun-
zione di distribuzione ionica.
Nel caso LP essa indica tre regioni distinte verso le quali i protoni sono stati accele-
rati, corrispondenti rispettivamente alla zona antecedente l’estremita` iniziale sini-
stra (I,x < 40λL), alla zona posteriore all’estremita` iniziale destra (II,x > 55λL)
e alla regione che il plasma occupa inizialmente (III, 40λL < x < 55λL); l’im-
pulso massimo degli ioni accelerati nel vuoto (I,II) non supera in valore assoluto
0.3mic e nella regione interna (III) non si discosta sensibilmente da questo valo-
re. L’accelerazione ionica nel vuoto e` imputabile al meccanismo TNSA precedente-
mente descritto, ossia all’assorbimento e alla conseguente espansione elettronica.
Nel caso CP non si osserva accelerazione nel vuoto imputabile a TNSA e la gran
parte degli ioni, come si puo` evincere dalle scale di colore laterali per la densita`
nello spazio delle fasi, si ritrova localizzata all’interno di una regione corrispon-
dente alla III di LP.
Il momento longitudinale medio, pari a 0.15mic, risulta nella regione considerata
simile per entrambi i casi; l’accelerazione di questi protoni e` attribuita alla pres-
sione di radiazione direttamente agente sulla materia proprio perche´ osservabile
anche in polarizzazione circolare, per la quale non e` previsto un consistente ri-
scaldamento elettronico che abbia funzione di mediatore per il successivo moto
ionico.
La figura 3.3 compara a questo proposito l’assorbimento della radiazione da parte
di protoni ed elettroni.
E` possibile evidenziare che nel caso LP il trasferimento di energia della radiazio-
ne agli elettroni e` dominante durante la fase di interazione con l’impulso mentre
successivamente avviene una cessione dell’energia elettronica agli ioni. Nel caso
CP l’assorbimento di energia da parte degli elettroni e` invece notevolmente piu`
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Figura 3.3: Confronto dell’efficienza di assorbimento in ioni (rosso) ed elettroni
(nero) in funzione del tempo tra il caso LP ed il caso CP da simulazioni PIC1D
per gli stessi parametri del plasma, intensita` e durata dell’impulso laser.
basso e trascurabile rispetto all’assorbimento ionico, il quale raggiunge una fase
di plateau al 12.4% successivamente all’interazione con l’impulso; l’andamento
conferma ulteriormente l’interpretazione secondo la quale gli ioni in CP sono ac-
celerati ponderomotivamente dalla radiazione e non esiste un sostanziale scambio
energetico diretto tra le due specie cariche.
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Figura 3.4: Confronto tra gli spettri energetici degli ioni nel caso di polarizzazione
circolare (rosso) e di polarizzazione lineare (blu).
Inoltre, seppur la conversione globale di energia del laser in energia ionica e` simile
per le due situazioni, bisogna tener presente che in polarizzazione lineare l’ener-
gia viene redistribuita tra i tre gruppi di ioni accelerati in regioni diverse secondo
meccanismi diversi.
Il confronto tra gli spettri di energia degli ioni, illustrati in figura 3.4, mostra
inoltre che, mentre nel caso di polarizzazione circolare e` ben visibile il picco
ponderomotivo intorno ai 10 MeV, in polarizzazione lineare lo spettro e` molto
allargato e solo un picco minore puo` essere notato poco oltre i 20 MeV.
I risultati numerici indicano quindi che gli ioni sono accelerati dalla forza ponde-
romotiva (PA) nel caso CP mentre nel caso LP tale meccanismo si sovrappone a
TNSA per le regioni estremali. In quest’ultimo caso PA risulta anche meno efficace
poiche´ l’elevato assorbimento elettronico riduce l’intensita`, e quindi la pressione
di radiazione totale, disponibile per la diretta accelerazione di ioni all’interno del
mezzo.
E` utile sottolineare che la presenza di un picco dello spettro energetico decisamen-
te piu` accentuato in CP anziche´ in LP e` correlata alla formazione del pacchetto
che, come si evince dalla figura 3.2, costituisce una regione a densita` piu` elevata
di ioni con impulsi tra loro comparabili.
Come sara` piu` chiaro nel capitolo successivo, si puo` pensare che la forza ponde-
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romotiva focalizzi gli ioni alla fine dello spessore di pelle, creando proprio una
regione di elevata densita`; nel caso di polarizzazione lineare l’elevata energia ci-
netica degli elettroni, e quindi l’elevata pressione, favorisce invece la dispersione
spaziale degli ioni e comporta uno spettro energetico piu` simile ad uno spettro
termico.
Infine anche la superiore energia cinetica massima degli ioni accelerati pondero-
motivamente nel caso LP e` imputabile alla presenza, all’interno del mezzo, di
elettroni veloci che trasferiscono parte della loro energia.
Va detto che l’utilizzo di un codice unidimensionale che simula l’interazione di
un’onda piana normalmente incidente sul plasma e` un modo ottimale per accen-
tuare le differenze tra i due casi CP e LP, e quindi tra PA e TNSA, poiche´ in
questo caso la radiazione investe uniformemente l’intero bersaglio, minimizzando
un’eventuale accelerazione nelle direzioni trasversali.
Tuttavia una condizione piu` realistica che tenga conto, a prescindere dal tipo di
polarizzazione utilizzata, della dimensione finita dello spot focale degli impulsi ri-
chiederebbe l’utilizzo di un codice bidimensionale. Risultati da simulazioni PIC2D
sono state condotte in [32] e le differenze tra LP e CP sono ancora riscontrabili;
queste sono solo meno accentuate rispetto al caso 1D poiche´ la focalizzazione
del fascio introduce, ai bordi dello spot, componenti dei campi incidenti normali
alla superficie del bersaglio, le quali conferiscono energia cinetica longitudinale
agli elettroni e riducono l’efficacia dell’accelerazione ponderomotiva nel caso di
polarizzazione circolare.
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Capitolo 4
Il modello di accelerazione
ponderomotiva
4.1 Equazioni costitutive e dinamica degli ioni
Le osservazioni della precedente sezione, uniti ai risultati analitici presenti nel
secondo capitolo, consentono di proporre un modello fluido unidimensionale che
spieghi il meccanismo di accelerazione ponderomotiva di ioni per effetto dell’in-
terazione tra impulsi di elevata intensita` polarizzati circolarmente incidenti su
plasmi sovradensi freddi e non collisionali.
Il modello e` estendibile al caso di polarizzazione lineare dell’impulso incidente a
patto che, alla luce di (2.27) e (2.30), si consideri una media temporale della forza
nonlineare longitudinale agente sugli ioni.
Le simulazioni particle in cell evidenziano un tempo caratteristico per la for-
mazione di una singolarita` della distribuzione ionica al limite della regione di
evanescenza del campo di radiazione; in tale istante inizia a formarsi il bunch
di ioni, gia` illustrato in figura 3.2, che prosegue in avanti con moto balistico nei
tempi successivi.
D’altro canto si e` gia` visto che soluzioni stazionarie per i campi autoconsistenti
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sono conseguenti ad uno spostamento elettronico all’interno del mezzo che avvie-
ne in tempi brevi rispetto al tempo di risposta ionica alla radiazione incidente;
a questo punto una condizione di quasi-equilibrio meccanico si instaura tra la
forza ponderomotiva agente sugli elettroni ed il campo elettrostatico dovuto alla
separazione di carica, come descritto dall’equazione (2.86).
Il profilo del campo elettrostatico e` noto nella regione di svuotamento elettronico
(0 ≤ x ≤ xd) grazie alla (2.89) e la sua conoscenza all’interno del plasma richie-
derebbe l’utilizzo delle forme analitiche dei campi e delle densita` autoconsistenti
(2.96-2.98) ottenute dalla trattazione nonlineare.
Nondimeno la dinamica ionica numericamente osservata puo` essere giustificata
ipotizzando, per il campo in questione, un profilo linearmente decrescente fino
alla posizione fissa di evanescenza xs (figura 4.1), il quale risulta a sua volta au-
toconsistente con un profilo di densita` elettronica a gradino descritto all’istante
iniziale da:
ne0(x) =


0 x < xd0
np0 xd0 ≤ x ≤ xs
n0 x > xs
(4.1)
Dalla (4.1) e dall’equazione di Poisson per il campo elettrico longitudinale iniziale:
∇ · El0 = 4πe
[
ni0(x)− ne0(x)
]
(4.2)
si ottiene, sfruttando la proprieta` di continuita` spaziale di El0(x):
El0(x) =


0 x ≤ 0
E0(x/xd0) 0 ≤ x ≤ xd0
E0[1− (x− xd0)/(xs − xd0)] xd0 ≤ x ≤ xs
0 x ≥ xs
(4.3)
dove E0 e` il valore, da determinarsi, del campo in x = xd0 e la quantita`
ls0 ≡ xs − xd0 (4.4)
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rappresenta pertanto lo spessore iniziale entro il quale il campo El0(x) si an-
nulla.Nelle condizioni di equilibrio meccanico longitudinale per gli elettroni cio`
e` equivalente ad affermare che ls0 costituisce anche la lunghezza di evanescenza
della forza ponderomotiva, cioe` della componente statica della forza v ×B.
Figura 4.1: Modello per la formazione del bunch di ioni. Profili idealizzati della
densita` ionica ni (blu), della densita` elettronica ne (verde) e del campo longitudi-
nale Ex (rosso). In a) configurazione iniziale di equilibrio con ioni immobili; in b)
accelerazione degli ioni e conseguente compressione del loro profilo di densita`; in
c) picco di densita` degli ioni a valori infiniti dovuto al loro raggiungimento della
posizione xs allo stesso istante.
Ad ogni istante i parametri del modello sono legati mediante tre equazioni costi-
tutive corrispondenti alla legge di Gauss, ossia la (4.2) riscritta in forma integrale,
alla conservazione della carica totale, ossia la condizione di plasma globalmente
neutro, e all’equilibrio tra la pressione elettrostatica e la pressione di radiazione:
El(x, t) = 4πe
x∫
0
[ni(x
′, t)− ne(x′, t)]dx′ (4.5)
∞∫
0
[ni(x
′, t)− ne(x′, t)]dx′ = 0 (4.6)
e
∞∫
0
ne(x
′, t)El(x
′, t)dx′ =
2IL
c
(4.7)
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Si noti che in (4.7) si e` ipotizzato trascurabile l’assorbimento di radiazione da
parte del mezzo (R = 1).Questa assunzione e` ben giustificata per un plasma
noncollisionale tenuto anche conto che, nel caso di polarizzazione circolare qui
trattato, non sono presenti meccanismi di assorbimento risonante e vacuum hea-
ting.
Poiche´ gli ioni non si trovano in una configurazione iniziale di equilibrio meccanico
essi verranno accelerati per t > 0 dalla forza ZeEl = ZFp e la loro configurazione
iniziale evolvera`; cio` implichera` l’evoluzione dei profili di densita` nella regione di
compressione, la conseguente evoluzione autoconsistente del campo accelerante
e l’avanzamento della posizione xd; a sua volta, visto che si assume trascurabile
l’espansione del plasma in interazione, ben giustificata per impulsi ultrabrevi ed
ultraintensi, la regione di compressione diventera` piu` densa al passare del tempo
(figura 4.1).
Per quanto sostenuto la (4.7) puo` essere scritta, grazie anche all’aiuto di (4.6),
nella forma:
eE0n0xs
2
=
2IL
c
(4.8)
dalla quale e` evidente che E0 e` costante e puo` essere calcolato all’istante iniziale
mediante la (4.5):
E0 = 4πen0xd0 (4.9)
Riassumendo i risultati precedenti, all’istante t = 0 si ha il seguente sistema di
equazioni costitutive del modello:

E0 = 4πen0xd0
n0(xd0 + ls0) = np0ls0
E0enp0ls0/2 = 2IL/c
(4.10)
e si decide di esprimere E0, np0, xd0 in funzione dell’incognita ls0.
La risoluzione del sistema consentira` quindi di esprimere quantita` dinamiche ri-
guardanti gli ioni in funzione di grandezze fisiche note all’istante iniziale.
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Poiche´ in gauge di Coulomb il campo vettore associato alla radiazione incidente
in polarizzazione circolare e` descritto da:
AL = ℜ
[
AL(x, t)√
2
(yˆ + izˆ)eiωLt
]
(4.11)
e si ha inoltre:
IL =
c
8π
|EL|2 (4.12)
e` possibile esprimere, mediante la (2.73), l’intensita` in funzione dell’ampiezza
adimensionale aL come:
IL =
1
8π
m2eω
2
Lc
3
e2
a2L (4.13)
Grazie alle suddette relazioni e alle (4.10) la lunghezza di svuotamento iniziale
xd0 risulta:
xd0(ls0) =
ls0
2
(√
1 + 8
c2a2L
l2s0ω
2
pn˜0
− 1
)
(4.14)
e l’ampiezza del campo elettrostatico:
E0(ls0) = 2πen0ls0
(√
1 + 8
c2a2L
l2s0ω
2
pn˜0
− 1
)
(4.15)
4.2 Dinamica degli ioni
La dinamica ionica osservata nelle simulazioni puo` essere descritta mediante va-
riabili lagrangiane finche´ non si ha intersezione delle traiettorie delle particelle,
ovvero fino ad un tempo che viene fatto corrispondere all’istante in cui le simu-
lazioni mostrano la formazione di un picco nella densita` ionica e la successiva
formazione di un pacchetto di ioni accelerati in avanti.
All’interno di tale descrizione, come conseguenza della legge di Gauss, il cam-
po elettrico su uno ione che a t = 0 si trova in una determinata posizione x0
sara` costante, cioe` la forza elettrostatica agente su uno ione e` un invariante la-
grangiano.Questa proprieta` e` autoconsistente con il profilo lineare del campo
elettrostatico che fa s`ı che gli ioni non si possano sovrapporre. Inoltre l’ipotesi di
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quasi-equilibrio longitudinale per gli elettroni implica che anche la forza ponde-
romotiva agente sul singolo ione sara` un invariante lagrangiano.
L’equazione del moto per il singolo ione e` pertanto:
mi
d2xi
dt2
= ZeEl[xi(t), t] = ZeEl(x0) (4.16)
Grazie a (4.3) e` possibile osservare che gli ioni che inizialmente si trovano nella
regione di svuotamento (0 ≤ x ≤ xd) non avranno alcuna possibilita` di raggiun-
gere quelli nella regione di compressione (xd ≤ x ≤ xs) ed avranno cos`ı un’energia
cinetica finale inferiore rispetto a questi ultimi.
Per gli ioni inizialmente in regione di compressione il campo si puo` scrivere ad
ogni istante come:
El(x0) = E0
xs − x0
xs − xd0 (4.17)
e la legge oraria e l’equazione per la velocita` del singolo ione risultano:
xi(t) = x0 +
Ze
2mi
El(x0)t
2 (4.18)
vi(t) =
dxi
dt
=
Ze
mi
El(x0)t (4.19)
Da (4.17) e (4.18) risulta che tutti gli ioni presi in considerazione raggiungono il
punto xs allo stesso istante τb:
τb =
√
2
mi
Ze
xs − x0
El(x0)
=
√
2
Amp
Ze
ls0
E0
(4.20)
indipendentemente dalla loro posizione iniziale.
Il tempo τb e` quello in cui avviene la rottura idrodinamica della densita` ionica:
si tratta dell’istante in cui ni assume valore infinito in xs poiche´ in tale punto
si sono sovrapposti elementi fluidi con velocita` diverse provenienti da posizioni
iniziali x0 diverse; questo comporta la non univocita` del campo delle velocita` e
l’impossibilita` di una trattazione fluida negli istanti successivi.
Il modello analitico prevede pertanto la formazione di una singolarita` infinita
per la densita` ionica in xs al tempo τb, che riproduce qualitativamente quanto
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osservato nelle simulazioni particle in cell.
La funzione di distribuzione delle velocita` ioniche in xs al tempo τb e` piatta e
non nulla solo per l’intervallo delle velocita` comprese tra v(x0 = xs, τb) = 0 e la
velocita` massima vim:
vim = v(x0 = xd0, τb) =
√
2Ze
Amp
E0ls0 =
2ls0
τb
(4.21)
Inserendo (4.15) in (4.21) si ottiene:
vim(ls0)
c
=
1
c
√√√√Zme
Amp
ω2pl
2
s0
(√
1 + 8
c2a2L
l2s0ω
2
pn˜0
− 1
)
(4.22)
e grazie a (4.20):
τb(ls0)
τL
=
1
π
√√√√Amp
Zme
1(√
1 + 8(c2a2L/l
2
s0ω
2
pn˜0)− 1
) ωLωp (4.23)
Le due relazioni (4.22) e (4.23) consentono di stimare vim e τb, una volta stimato
ls0, in funzione delle sole caratteristiche della radiazione incidente e della densita`
del plasma.
A questo punto e` interessante fornire, osservando la (4.22), una stima dell’inten-
sita` della radiazione incidente nel caso in cui il fattore 8c2a2L/l
2
s0ω
2
pn˜0 sotto radice
e` uguale all’unita`, poiche´ questa puo` essere vista come la condizione di transizione
da un regime di basse intensita` incidenti ad un regime altamente nonlineare.
Se, per semplicita` di calcolo, si considera ls0 = c/2ωp e, in linea con reali situa-
zioni sperimentali, si ammette n˜0 = 10nc e λL ≃ 1µm, il valore ottenuto per aL
e` circa 0.6; questo valore corrisponde, grazie alla (3.2), ad intensita` del laser di
IL ≃ 1018W/cm2 nel caso di polarizzazione circolare.
4.2.1 Stima di vim e τb nel limite di basse intensita` incidenti
Una prima stima della massima velocita` raggiungibile dagli ioni del bunch e del
tempo di rottura idrodinamica puo` essere condotta nel caso in cui xd0 ≪ ls0;
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questo e` equivalente ad affermare che n0 ≃ np0 e si verifica, come sara` chiaro a
breve, nel regime di basse intensita` incidenti (aL ≪ 1). La risoluzione del sistema
(4.10) con questa ipotesi porta ai seguenti risultati:
vim
c
≃ 2
√
Zme
Amp
ωLaL
ωp
(4.24)
τb
τL
≃ 1
2π
√
Amp
Zme
ωp
aL
ls0
c
(4.25)
A questo punto diviene necessario fornire una stima autoconsistente per ls0.
All’interno della teoria lineare classica, ossia nel limite aL ≪ 1, il potenziale
vettore adimensionale a(x) soddisfa la seguente equazione delle onde:
∂2a
∂x2
= − 1
c2
(ω2L − ω2p)a (4.26)
con ωp costante.
Il profilo spaziale di a(x) in caso di plasma sovradenso puo` essere scritto come:
a(x) =


aLe
ikx + aRe
−ikx x ≤ xd0
ade
(xd0−x)/dp x ≥ xd0
(4.27)
dove
dp ≡ c√
ω2p − ω2L
(4.28)
Poiche´ ls0 e` la lunghezza di evanescenza sempre da (4.27) si ottiene:
ls0 =
dp
2
=
c
2
√
ω2p − ω2L
(4.29)
e nel caso di plasma estremamente sovradenso (ω2p/ω
2
L ≫ 1):
ls0 ≃ c
2ωp
(4.30)
Quindi vim e τb risultano:
vim
c
≃ 2
√
Zme
Amp
ωLaL
ωp
(4.31)
τb
τL
≃ 1
4π
√
Amp
Zme
1
aL
(4.32)
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Si noti come nel limite di basse intensita` ed alte densita` la velocita` massima non
dipende da ls e la relazione (4.31) coincide con la (4.24).
Una prima stima piu` accurata della velocita` ionica massima e del tempo di rot-
tura idrodinamica puo` essere fornita se nelle relazioni (4.22) e (4.23) si ammette
che il valore di ls0 sia quello fornito da (4.30), ossia se si estende il risultato rigo-
rosamente valido per la teoria lineare anche per intensita` elevate.
In tal caso si ottiene:
vim
c
=
1
2
√√√√Zme
Amp
(√
1 + 32
a2L
n˜0
− 1
)
(4.33)
τb
τL
=
1
π
√
Amp
Zme
1
n˜0
1(√
1 + 32a2L/n˜0)− 1
) (4.34)
Gli andamenti di vim e τb in funzione di aL sono illustrati nelle figure 4.2 e 4.3.
La relazione (4.33) indica inoltre che, fissata la densita` n˜0, per le intensita` piu`
elevate la velocita` non presenta piu` una dipendenza lineare da aL come in (4.24)
ma uno scaling meno favorevole con la sua radice:
vim
c
≃
√
Zme
Amp
√
2
n˜0
aL (4.35)
Infine per il tempo τb si ottiene:
τb
τL
≃ 1
2π
√
Amp
Zme
√
1
2n˜0
1
aL
(4.36)
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Figura 4.2: Velocita` massima degli ioni, normalizzata a c, in funzione di aL nel-
l’ipotesi di ls0 = c/2ωp per valori inferiori alla soglia di trasparenza relativistica
e parametri di plasma pari a 5.39 (linea continua), 10.26 (punti), 15.13 (tratto e
punto), 20 (tratto).
Figura 4.3: Tempo di rottura idrodinamica, normalizzato a τL, in funzione di aL
nell’ipotesi di ls0 = c/2ωp per valori inferiori alla soglia di trasparenza relativistica
e parametri di plasma pari a 5.39 (linea continua), 10.26 (punti), 15.13 (tratto e
punto), 20 (tratto).
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4.3 Stima della lunghezza di evanescenza
Dalle relazioni (2.94) e (2.96) per l’ampiezza del potenziale vettore a(x) si puo`
dedurre il profilo dell’intensita` dei campi autoconsistenti proporzionale ad a2(x);
tale profilo corrisponde certamente ad un intensita` nel vuoto dovuta alla sovrap-
posizione dell’onda incidente e della sua riflessa e ad un’intensita` nel mezzo che
assume un profilo decrescente, come mostrato in figura 4.4.
Figura 4.4: Profilo spaziale dell’intensita` dei campi autoconsistenti e della densita`
elettronica per valori di aL = 1.5 e n˜0 = 2.
La lunghezza di evanescenza all’interno del plasma puo` essere pensata come il
prolungamento della tangente alla curva della forza ponderomotiva condotta dal
punto x = xd0, per il quale la densita` elettronica si annulla.Questa scelta si rivela
appropriata perche´ un profilo della forza linearmente dipendente dalla posizio-
ne rende conto di uno degli aspetti caratteristici dell’evoluzione ionica mostrata
dalle simulazioni, ossia della formazione di un picco della densita` ad un tempo
caratteristico.
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A questo proposito e` innanzitutto necessario ricordare alcune equazioni fonda-
mentali:
∂xFp(x) = e∂xEl(x) = 4πeρ(x) (4.37)
Fp(x) = −mec2∂x
√
1 + a2(x) (4.38)
∂2xa(x) =
1
c2
(
ω2p(x)
γ(x)
− ω2L
)
a(x) (4.39)
cioe` l’equazione di Poisson unita alla condizione di equilibrio meccanico longi-
tudinale, l’espressione della forza ponderomotiva e l’equazione nonlineare per il
potenziale vettore nel caso di elettroni relativistici.
Derivando una volta membro a membro la (4.38) e volendone valutare il valore
in xd0 si ottiene:
F ′p(xd0) = −mec2
(a′d)
2 + ada
′′
d(1 + a
2
d)
(1 + a2d)
3/2
(4.40)
Una relazione che lega a′d alle ampiezze si ottiene facilmente dalla forma di a(x) nel
vuoto, data dalla prima delle (4.27) in regime ideale di riflessione totale (aR = aL),
sfruttando la sua continuita` e quella della sua derivata prima in xd0:
a′d = −
ωL
c
(
4a2L − a2d
)1/2
(4.41)
mentre da (4.39):
a′′d =
1
c2
(
ω2p(xd0)
γ(xd0)
− ω2L
)
ad =
4πe2
mec2
(
ne(xd0)
γ(xd0)
− nc
)
ad (4.42)
Inoltre, grazie all’equazione di Poisson, la densita` elettronica in xd0 puo` essere
scritta come:
ne(xd0) = n0 −
F ′p(xd0)
4πe2
(4.43)
Tenendo conto delle tre relazioni suddette, mediante semplici passaggi algebrici
la (4.40) consente di stimare la derivata della forza ponderomotiva in xd0:
F ′p(xd0) = −meω2L
(
4a2L − a2d
)
+ a2d
√
1 + a2d(n˜0 −
√
1 + a2d)√
1 + a2d
(4.44)
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Si noti come F ′p(xd0) e` sempre negativa in quanto nel caso di plasma elettronico
relativistico le soluzioni non propaganti richiedono la condizione:
n˜0 > (1 + a
2
d)
1/2 (4.45)
L’equazione per la retta Ftp(x) tangente alla forza ponderomotiva e condotta dal
punto xd0 e` data da:
Ftp(x) = F
′
p(xd0)x+ q (4.46)
dove l’apice indica la derivata rispetto alla variabile x e q e` il termine noto.
Poiche´ secondo il modello proposto xs e` il punto in cui la forza ponderomotiva si
annulla e gli elettroni si trovano in condizioni di equilibrio meccanico longitudinale
si ottiene:
ls0 =
Fp(xd0)
|F ′p(xd0)|
=
eE0
|F ′p(xd0)|
(4.47)
Pertanto, in virtu` di (4.44) e della prima delle (4.10):
ls0 = n˜0αxd0 (4.48)
dove
α =
√
1 + a2d(
4a2L − a2d
)
+ a2d
√
1 + a2d(n˜0 −
√
1 + a2d)
(4.49)
Ricordando poi la (4.14):
ls0 = n˜0α
ls0
2
(√
1 + 8
a2Lc
2
l2s0ω
2
pn˜0
− 1
)
(4.50)
da cui:
ls0 =
c
ωp
√
2n˜0αaL√
1 + n˜0α
(4.51)
che, normalizzata rispetto alla lunghezza di evanescenza in regime classico data
dalla (4.29), da`:
l˜s0 =
2
√
2(n˜0 − 1)αaL√
1 + n˜0α
(4.52)
La relazione (4.51) e` un’estensione in regime nonlineare della (4.30): essa dipende
per l’appunto dall’ampiezza dei campi incidenti, oltre che dalla densita` del mezzo,
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e cio` si puo` notare se si utilizza la relazione (2.101), la quale lega il valore del
campo ad all’interfaccia reale del plasma proprio con le quantita` aL e n˜0:
a2L =
1
4
[
2n˜0
(
1 + a2d
)(√
1 + a2d − 1
)− a4d] (4.53)
I risultati ottenuti sono inoltre consistenti con quelli classici in regime di bassa
intensita` dei campi incidenti poiche´ nel caso in cui ad ≪ 1 e n˜0 ≫ 1 la relazione
precedente si riduce a:
ad ≃ 2aL√
n˜0
≪ 1 (4.54)
e dalla (4.49):
α ≃ 1
8a2L
(4.55)
Pertanto si riottiene:
ls0 ≃
√
2n˜0c
8ωpaL
√
1 + (n˜0/8a2L)
≃ c
2ωp
(4.56)
e quindi:
vim
c
≃ 2
√
Zme
Amp
ωLaL
ωp
(4.57)
τb
τL
≃ 1
4π
√
Amp
Zme
1
aL
(4.58)
Va sottolineato inoltre che e` quindi ragionevole fornire una stima della velocita`
ionica utilizzando la (4.33) perche´ la lunghezza di evanescenza si discosta dal
valore valido in regime classico per un fattore inferiore a 2, come illustrato in
figura 4.5.
4.4 Limiti del modello
4.4.1 Soglia per il regime di trasparenza indotta
Seppur per lo spessore di pelle e` stata ricavata la relazione (4.51), valida indi-
pendentemente dai regimi di intensita` considerati, e` necessario osservare che nel
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Figura 4.5: Lunghezza di evanescenza normalizzata a l0 = c/2
√
ω2p − ω2L in fun-
zione di aL per valori inferiori alla soglia e parametri di plasma pari a 5.39 (linea
continua), 10.26 (punti), 15.13 (tratto e punto), 20 (tratto).
caso di campi intensi l’interpretazione di ls0 come lunghezza caratteristica dell’e-
vanescenza della radiazione e` corretta fino al limite in cui non viene raggiunto
il valore di soglia per aL dato da (2.103).Oltre questo valore la teoria prevede
infatti la transizione ad un nuovo regime di interazione, noto come trasparenza
indotta, brevemente descritto nel secondo capitolo.
Grazie alla (4.52) lo spessore di pelle al valore di soglia risulta essere:
l˜∗s0 =
2
√
2(n˜0 − 1)α∗a∗L√
1 + n˜0α∗
(4.59)
dove le grandezze con asterisco sono valutate ai valori limite e dipendono solo
dal parametro n˜0, come si deduce da (4.49) se si utilizzano le relazioni (2.102) e
(2.103); pertanto anche l˜∗s0 sara` funzione soltanto della densita` ma il suo calcolo
esplicito risulta algebricamente complicato a causa delle relazioni coinvolte.
Tuttavia un risultato di facile derivazione si ottiene nei casi di interesse per cui e`
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lecito ammettere n˜0 ≫ 1 perche´ dalla (2.102):
a∗d ≃
3
2
n˜0 (4.60)
e dalla (2.103):
a∗L ≃
3
√
3
8
n˜20 (4.61)
Grazie alle relazioni precedenti e alla (4.49) risulta:
lim
n˜0→∞
α∗(n˜0) =∞ (4.62)
ossia e` presente una singolarita` per densita` molto elevate.
Poiche´ nell’approssimazione n˜0 ≫ 1 la (4.59) si riduce a:
l˜∗s0 ≃
3
√
6
4
n˜20
√
α∗ (4.63)
il comportamento divergente si ritrova anche per la lunghezza di evanescenza.
La relazione (4.59) prevede inoltre un rapido incremento della lunghezza di eva-
nescenza in prossimita` del valore di soglia a∗L anche per densita` non estremamente
elevate, come illustrato in figura 4.6.
L’interpretazione fisica di questo comportamento non e` immediata.Tuttavia si
puo` pensare che, al punto di transizione da un regime evanescente ad un regi-
me di penetrazione, l’ampiezza, e quindi l’intensita`, in xd tenda al suo valore di
massimo nel vuoto aL, per il quale anche la derivata della forza ponderomotiva e`
nulla; cio` comporta una ’singolarita`’ per ls0 deducibile dalla (4.47).
Simulazioni al valore di soglia per la trasparenza indotta sono state comunque
condotte ed alcune osservazioni a riguardo si trovano nel capitolo successivo.
4.4.2 Intensita` limite per la separazione di carica
Il modello descritto per spiegare l’accelerazione ponderomotiva degli ioni ha il suo
punto fondamentale nella separazione di carica tra questi e gli elettroni indotta
dalla pressione di radiazione; in effetti e` proprio il campo elettrostatico a mediare
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Figura 4.6: Lunghezza di evanescenza normalizzata a l0 = c/2
√
ω2p − ω2L in fun-
zione di aL per parametri di plasma pari a 2.47 (linea continua), 3.45 (punti),
4.42 (tratto e punto), 5.39 (tratto).Gli asterischi indicano i valori di soglia.
l’interazione tra la radiazione e gli ioni.
Tale separazione di carica ha origine perche´ nel modello descritto gli ioni sono
stati considerati all’istante iniziale come un background immobile di cariche la
cui funzione e` preservare la neutralita` globale della materia.
Questa assunzione e` valida finche´ il tempo di risposta degli ioni alla radiazione
incidente ad alta frequenza puo` essere considerato superiore, per questioni di
inerzia, a quello impiegato dagli elettroni; in altre parole deve essere valida la
condizione:
ω−1pe < τ < ω
−1
pi (4.64)
dove τ puo` essere identificato con la durata dell’impulso incidente sul plasma.
D’altronde esistera` un’intensita` massima a˜L oltre la quale non e` piu` ragionevole
pensare che l’inerzia ionica sia superiore a quella elettronica a tal punto da giusti-
ficare la presenza del campo suddetto ed una trattazione classica della dinamica
degli ioni.
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Nell’assunzione di equilibrio meccanico longitudinale per gli elettroni ulteriore
inerzia puo` essere fornita loro solo dal moto di quiver dovuto ai campi trasversi
di alta frequenza. L’inerzia elettronica sara` comparabile a quella ionica quando
l’energia di oscillazione uguaglia l’energia a riposo degli ioni:
mec
2γe = mic
2 (4.65)
ossia quando:
γe =
√
1 + a˜2d =
mi
me
(4.66)
che nel limite di elevate intensita` (ad ≫ 1) risulta:
a˜d ≃ mi
me
(4.67)
Una stima esatta che introduce una dipendenza dall’intensita` e dalla densita` ri-
chiederebbe di esprimere ad in funzione di aL secondo la (2.101) ma un’indicazione
semplice puo` essere fornita, tenendo conto che si tratta di una sovrastima, se si
scambia in (4.66) il valore dell’ampiezza in xd con il valore dell’ampiezza nel vuo-
to aL; il valore a˜L cos`ı stabilito corrisponde, nel caso di un plasma di elettroni e
protoni, ad un’intensita` massima incidente di:
I˜L ≃ 1024 W
cm2
(4.68)
Il modello proposto presenta un limite di validita` in ogni caso inferiore a quello
indicato in (4.67) poiche´ per i corrispondenti valori di intensita` la transizione al
regime di penetrazione indotta e` gia` avvenuta anche per le densita` piu` elevate.
Capitolo 5
Risultati delle simulazioni
5.1 Velocita` ionica ed assorbimento
La prima serie di simulazioni, condotta per l’interazione tra un impulso laser ed
un plasma “freddo” non collisionale grazie al codice descritto nell’appendice, e`
concepita come verifica delle assunzioni e delle conseguenti previsioni analitiche
del modello unidimensionale proposto nel capitolo precedente.
Alla luce di cio` si e` utilizzato un impulso incidente che puo` considerarsi “semiin-
finito” per simulare una situazione di interazione del mezzo il piu` simile possibile
a quella che si avrebbe nel caso di un’onda piana monocromatica circolarmen-
te polarizzata e ad incidenza normale. E` stato inoltre imposto che la radiazione
interagisca con gli ioni soltanto dopo un tempo che si stima sufficiente affinche´
l’intensita` raggiunga il suo valore a regime e si instauri per gli elettroni una con-
dizione di equilibrio dinamico longitudinale.
Questa configurazione artificialmente indotta costituisce quindi la condizione ini-
ziale del sistema per il successivo moto ionico.
L’inviluppo del campo incidente ha una forma “trapezoidale”: esso cresce da
t = 0 a t = Tr come sin
2(πt/2Tr), rimane costante nell’intervallo compreso tra Tr
e Tr+Td e decresce per t > Tr+Td come sin
2[π(t−Tr +Td)/2Tr+π/2]; pertanto
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Tr e` il tempo in cui l’impulso raggiunge la condizione a regime e Td = τ la sua
durata.
Il valore di Tr e` stato scelto pari a 10 τL, con τL periodo della radiazione, ossia l’ac-
censione dell’impulso e` sufficientemente lenta affinche´ le condizioni di equilibrio
dinamico per gli elettroni si possano raggiungere senza consistente riscaldamento
elettronico, come previsto dal modello.
Le simulazioni condotte mostrano in effetti che all’interno dell’intervallo Tr si
costruisce un campo longitudinale di separazione di carica tra gli elettroni spinti
verso l’interno dalla radiazione e gli ioni ancora immobili.
L’intervallo di tempo per l’inizio del moto ionico e` stato invece preliminarmen-
te stimato, di volta in volta, facendo riferimento a simulazioni precedentemente
condotte nelle stesse condizioni di interazione ma nelle quali nessun vincolo era
stato imposto su tale moto.
I due gruppi di simulazioni appartenenti a questa prima serie differiscono sol-
tanto per i valori della densita` del plasma, pari rispettivamente a ne1 = 5.4nc e
ne2 = 10.3nc. L’ampiezza adimensionale del campo incidente viene fatta variare
tra un minimo di aminL1 = 0.4 ed un massimo di a
max
L1 = 12 per la densita` ne1, e
tra un minimo di aminL2 = 0.5 ed un massimo di a
max
L2 = 15 per la densita` ne2.
La durata dell’impulso τ = 800 τL e` stata scelta sufficientemente grande affinche´
l’interazione potesse verosimilmente rappresentare quella con un’onda piana mo-
nocromatica.
Se λL = 1µm la durata dell’impulso e` 2667 fs e, per i rispettivi casi di ne1 =
5.9 × 1021cm−3 e ne2 = 1.1 × 1022cm−3, le intensita` minime corrispondono a
IminL1 = 4.4× 1017W/cm2 ed IminL2 = 6.9× 1017W/cm2 mentre le intensita` massi-
me sono ImaxL1 = 4× 1020W/cm2 e ImaxL2 = 6.2× 1020W/cm2.
Il plasma freddo non collisionale si estende dalla posizione x1 = 5λL alla posizione
x2 = 10λL, il numero di particelle per cella utilizzate e` pari a 100 e la risoluzione
spazio-temporale ∆x = c∆t = λL/300 corrisponde a circa un decimo dello spes-
sore di pelle in entrambi i casi.
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La dinamica delle particelle osservata nelle simulazioni e` simile per i due gruppi.
Le figure 5.1 illustrano la densita` ionica e le funzioni di distribuzione in diversi
istanti per ne2 ed intensita` incidente pari a IL = 2.8× 1020W/cm2.
Figura 5.1: Istantanee ai tempi t = 21 τL, t = 23 τL, t = 33 τL, t = 49 τL (da
sinistra a destra) della densita` ionica e delle funzioni di distribuzione ionica ed
elettronica per ne2 = 10.3nc ed intensita` IL = 2.8×1020W/cm2. E` possibile osser-
vare la formazione del campo elettrostatico di separazione di carica, la formazione
del picco di densita` per ni e l’avanzamento di ioni all’interno del mezzo.
E` ben visibile il campo elettrostatico in condizioni di regime, formatosi durante i
primi stadi dell’interazione e dovuto alla separazione tra le due specie cariche. Il
valore di picco di tale campo per l’intensita` considerata e` Ep = 19E0 dove:
E0 =
mecωL
e
(5.1)
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e pertanto risulta pari a Ep = 6×1013 V/m. Bisogna osservare che, a parita` di in-
tensita` incidente e densita` del mezzo, il valore di picco Ep risulta superiore di piu`
di un ordine di grandezza a quello stimato per il campo elettrostatico di TNSA
che si instaura alle superfici del bersaglio ed accelera gli ioni in avanti nel vuoto
[7].
Dall’intera serie di simulazioni si evince inoltre che Ep e` linearmente crescente con
l’intensita` dei campi incidenti e che, fissata tale intensita`, al passare del tempo il
campo nella regione di svuotamento elettronico decresce punto per punto mentre
il valore di picco, pressoche´ costante, si sposta verso l’interno con moto solidale
al fronte della radiazione. L’evoluzione spazio-temporale di tale campo e` quindi
riprodotta molto fedelmente da quella del modello analitico proposto, illustrata
in figura 4.1.
Negli istanti successivi al tempo fissato per l’inizio dell’interazione tra radiazione
e ioni si osserva un incremento fino al valore di picco della densita` ionica.
Il profilo “triangolare” corrispondente per la funzione di distribuzione ionica si
forma in un tempo caratteristico compreso tra i due ed i quattro cicli laser in
tutte le simulazioni condotte e, pertanto, non dipende in maniera drammatica
dall’intensita` incidente.Questo risultato numerico risulta essere in buon accordo
con l’andamento illustrato in figura 4.3 per il tempo τb del modello analitico.
Oltre tale tempo di rottura idrodinamica si osserva la progressiva formazione di
un pacchetto di ioni che avanza all’interno del plasma con moto balistico. La ve-
locita` massima associabile a tale gruppo di ioni viene fatta coincidere con quella
della posizione estremale destra del bunch stesso poiche´ le scale di colore della
densita` indicano un maggiore addensamento di particelle in tale punto; per l’in-
tensita` considerata la velocita` massima e` vim = 0.16 c, come si deduce dalla terza
delle figure 5.1.
La maggiore durata dell’impulso rispetto al caso analogo considerato nel terzo
capitolo consente inoltre la formazione di ulteriori picchi di densita` ionica, come
si deduce dalla quarta delle figure 5.1, ai quali corrispondono gruppi di particelle
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accelerate in avanti con velocita` media vi2 = 0.13 c leggermente inferiore rispetto
al primo bunch.
Nell’intero processo l’energia elettronica non supera il MeV; cio` e` indicativo del
fatto che non e` avvenuto consistente trasferimento di energia della radiazione in
energia degli elettroni, come invece si verifica per il caso di polarizzazione lineare
descritto nel terzo capitolo. L’inibizione di assorbimento risonante e di vacuum
heating comporta quindi che il plasma non subisca, come e` evidente dalle figure
5.1, una consistente espansione nel vuoto.
Il confronto tra i dati delle simulazioni per la velocita` ionica e la relazione ana-
litica data da (4.33) mostra un accordo soddisfacente per basse intensita` della
radiazione incidente mentre l’andamento previsto si discosta ad intensita` piu` ele-
vate (figura 5.2).
Figura 5.2: Confronto tra i valori di velocita` massima previsti dal modello ed i
risultati da simulazioni PIC1D in funzione dell’ampiezza adimensionale del campo
incidente per le densita` ne1 = 5.4nc (blu) e ne2 = 10.3nc (rosso).
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Tuttavia un buon accordo tra la teoria ed i risultati delle simulazioni si osserva
se si estende alle regioni di elevata intensita` il risultato (4.31) della teoria lineare
(figura 5.3).
Figura 5.3: Confronto tra i valori di velocita` massima previsti dal modello nel-
l’approssimazione lineare ed i risultati da simulazioni PIC1D in funzione del-
l’ampiezza adimensionale del campo incidente per le densita` ne1 = 5.4nc (blu) e
ne2 = 10.3nc (rosso).
Il risultato numerico ottenuto e` incoraggiante per applicazioni come quelle de-
scritte nel primo capitolo perche´ evidenzia una crescita lineare con l’ampiezza
incidente per la velocita` massima raggiungibile dagli ioni accelerati in avanti.
A questo punto diventa interessante graficare per le due densita` considerate an-
che la conversione di energia della radiazione in energia ionica come funzione
dell’ampiezza adimensionale del campo incidente. I dati dalle simulazioni mostra-
no un assorbimento linearmente crescente con l’intensita` e maggiore di un ordine
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Figura 5.4: Assorbimento di energia del laser in energia ionica per densita` ne1 =
5.4nc (blu) e ne2 = 10.3nc (rosso) al variare dell’ampiezza incidente come da
simulazioni PIC1D.
di grandezza (figura 5.4) se confrontato con i corrispondenti valori sperimentali
riportati di recente in [11] per protoni accelerati da TNSA; in tali esperimenti la-
mine di Al, di spessore compreso tra 2 e 19 µm, sono state irraggiate con impulsi
linearmente polarizzati di intensita` compresa tra 1019 e 1022W/cm2 e l’efficienza
di conversione non supera l’1%.
Le simulazioni qui descritte indicano pertanto la possibilita` di utilizzare radia-
zione circolarmente polarizzata per l’ottimizzazione dell’accelerazione pondero-
motiva di ioni; la maggiore efficienza del processo puo` essere attribuita all’assen-
za di consistente riscaldamento elettronico per vacuum heating ed assorbimento
risonante, inevitabilmente presenti in polarizzazione lineare.
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5.2 Regime di penetrazione indotta
Una seconda serie di simulazioni e` stata condotta per valori di intensita` prossimi
alla soglia prevista per la penetrazione indotta e discussa nel secondo capitolo;
in questi casi la teoria prevede due possibili regimi per il sistema e quindi piccole
variazioni di aL intorno al valore limite per una data densita` possono comportare
una transizione dall’evanescenza alla trasparenza.
Simulazioni particle in cell unidimensionali [40] hanno infatti evidenziato tale
transizione per un’onda polarizzata linearmente ad incidenza normale su un pla-
sma sovradenso; in anni recenti modelli analitici [41] hanno inoltre fissato regioni
distinte nello spazio dei parametri iniziali di interazione (aL, n˜0) associabili ri-
spettivamente al regime di sola evanescenza, di sola penetrazione indotta o ad
una condizione di compresenza dei due regimi.
In questa sede si e` invece indagata numericamente la risposta di un plasma so-
vradenso di densita` ne = 5nc a campi incidenti normalmente in polarizzazione
circolare con ampiezza adimensionale pari alla corrispondente soglia aL∗ = 12.8,
data da (2.103), e durata dell’impulso pari a τ = 800 τL.
La totale assenza di risultati sperimentali non agevola la comprensione fenome-
nologica della transizione al regime di trasparenza indotta e relega il processo
ad essere tutt’oggi concepito come un aspetto esclusivamente teorico-numerico
dell’interazione nonlineare tra laser e plasmi sovradensi.
Nondimeno le simulazioni qui condotte indicano la presenza, dopo un certo tem-
po in cui l’interazione a regime risulta corrispondente all’evanescenza della ra-
diazione, di oscillazioni di carica elettroniche nelle regioni interne del mezzo, ac-
compagnate da una configurazione non stabile del profilo di intensita` e da un
avanzamento del fronte d’onda della radiazione (figure 5.5).
Questi risultati costituiscono un ulteriore confronto tra le previsioni teoriche ed i
risultati numerici e, inoltre, uno dei pochi modi per testare l’affidabilita` di un co-
dice di simulazione: si evidenziano, infatti, le instabilita` del sistema previste dalla
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teoria muovendosi lungo la linea dei parametri (aL, n˜0) che separa due situazioni
qualitativamente diverse ma entrambe possibili per le stesse condizioni iniziali.
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Figura 5.5: Istantanee ai tempi t = 20τL, t = 34τL, t = 55.3τL dell’interazione
alla soglia di trasparenza relativistica tra il plasma elettronico a densita` ne = 5nc
e radiazione di intensita` I∗L = 4.5 × 1020W/cm2 come ricavata da simulazioni
PIC1D.La figura mostra il profilo dell’intensita`, la densita` ionica e lo spazio delle
fasi elettronico. E` possibile osservare un avanzamento del fronte della radiazione,
l’instabilita` del profilo dell’intensita` incidente e la presenza di oscillazioni di carica
elettroniche.
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5.3 Impulso di durata finita
Mediante la prima serie di simulazioni, condotte con impulso di durata “semiin-
finita”, e` stato possibile evidenziare l’esistenza di un tempo caratteristico τb per
l’accelerazione ionica, successivamente al quale gruppi di ioni procedono con moto
balistico all’interno del mezzo.
Quest’ultima serie di simulazioni ha invece l’obbiettivo di indagare la dinamica
ionica nel caso in cui la durata dell’impulso sia comparabile o poco maggiore del
tempo stimato per la rottura idrodinamica.
L’evoluzione del sistema e` mostrata nelle figure 5.6 in cui ne = 5nc, la durata
dell’impulso τ = 5 τL e` confrontabile con τb e l’ampiezza adimensionale aL = 3
corrisponde ad un’intensita` incidente di IL = 2.5× 1019W/cm2 se λL = 1µm.
Si puo` adesso osservare la scomparsa del campo elettrostatico al termine dell’in-
terazione con l’impulso e, diversamente dalle situazioni precedenti, la formazione
di un solo pacchetto di ioni a velocita` massima vim = 0.06 c. Lo studio della
dipendenza di vim dalla durata dell’interazione mostra il raggiungimento di una
condizione di saturazione della velocita` per tempi superiori al tempo stimato per
la formazione del bunch (figura 5.7), confermando che dopo tale istante il mo-
to degli ioni accelerati puo` considerarsi balistico e non viene trasferita ad essi
ulteriore energia dalla radiazione.Ci si aspetta pertanto che il trasferimento di
energia del laser agli ioni del primo pacchetto giunga ad una fase di saturazione
per tempi superiori al tempo di rottura idrodinamica; cio` e` in effetti confermato
dal grafico dell’assorbimento ionico in funzione della durata dell’impulso inciden-
te (figura 5.8).
E` importante infine osservare che l’impulso longitudinale acquisito dagli elettroni
non supera mai il valore di pex = 0.25mec e risulta sostanzialmente indipendente
dalla durata dell’impulso incidente.
A questo proposito le figure 5.9 mostrano lo spazio delle fasi elettronico al tempo
t = 67 τL per durate dell’impulso rispettivamente uguali a 5 τL ≃ τb, 10 τL, 20 τL
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Figura 5.6: Istantanee ai tempi t = 7 τL, t = 9 τL, t = 14 τL, t = 20 τL della densita`
ionica e delle funzioni di distribuzione ionica ed elettronica come da simulazioni
PIC1D per densita` ne = 5.4nc, intensita` incidente IL = 2.5 × 1019W/cm2 e
durata dell’impulso τ = 5 τL. Si osserva la formazione del campo elettrostatico di
separazione di carica e del picco di densita`, e l’avanzamento di ioni all’interno del
mezzo.
e 30 τL.
Cio` conferma ancora una volta l’assenza di un consistente assorbimento di ener-
gia della radiazione da parte degli elettroni nel caso di polarizzazione circolare
rispetto al caso di polarizzazione lineare, per il quale i valori di impulso elettro-
nico, a parita` di condizioni di interazione, risultano superiori di piu` di un ordine
di grandezza, come illustrato nel terzo capitolo.
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Figura 5.7: Velocita` massima degli ioni in funzione della durata dell’impulso in-
cidente per ne = 5nc ed intensita` IL = 2.5× 1019W/cm2 come ricavata da simu-
lazioni PIC1D. Si noti la saturazione per durate dell’impulso superiori al tempo
di rottura idrodinamica.
Figura 5.8: Assorbimento di energia da parte degli ioni in funzione della durata
dell’impulso incidente per il caso di ne = 5nc ed intensita` IL = 2.5× 1019W/cm2
come ricavata da simulazioni PIC1D. Si noti la saturazione dell’assorbimento per
durate dell’impulso superiori al tempo di rottura idrodinamica.
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Figura 5.9: Istantanee al tempo t = 67 τL dello spazio delle fasi elettronico per
densita` ne = 5nc, intensita` incidente IL = 2.5×1019W/cm2 e durate dell’impulso
τ = 5 τL ≃ τb, τ = 10 τL, τ = 20 τL, τ = 30 τL come da simulazioni PIC1D. Si
noti che i valori massimi dell’impulso elettronico risultano pressoche´ indipendenti
dalla durata dell’impulso.
Osservazioni e conclusioni
A partire da osservazioni su simulazioni particle in cell il lavoro di tesi indaga
analiticamente e numericamente un nuovo meccanismo di accelerazione di ioni da
interazione tra laser ultraintensi e plasmi sovradensi prodotti in seguito a ioniz-
zazione di bersagli solidi.
Il meccanismo di accelerazione ionica e` imputabile a campi elettrostatici, la cui
origine risiede nella separazione di carica tra gli ioni e gli elettroni spinti verso
l’interno del mezzo dalla forza ponderomotiva, ovvero dalla pressione di radiazio-
ne, negli istanti iniziali dell’interazione.
Il processo e` qualitativamente diverso da quello finora sperimentalmente indagato
e noto come “target normal sheath acceleration” (TNSA), nel quale l’accelerazio-
ne di materia e` dovuta a campi elettrostatici alle superfici del plasma, costruitisi
a causa dell’espansione nel vuoto di elettroni, con energie di numerose decine di
MeV, seguita ad assorbimento risonante della radiazione e vacuum heating.
Le simulazioni condotte mostrano la compresenza di ioni accelerati via TNSA e
via pressione di radiazione (PA) se la polarizzazione incidente e` lineare, la quale e`
quella utilizzata negli esperimenti di interazione radiazione-materia descritti dalla
letteratura scientifica a disposizione [1, 2, 3, 4, 5, 11].
La teoria dell’interazione nonlineare tra laser ultraintensi e plasmi sovradensi, de-
scritta nel secondo capitolo e supportata dalle simulazioni numeriche analizzate
nel terzo, indica pero` che PA si pone come meccanismo esclusivo di accelerazione
nel caso di polarizzazione circolare, per la quale il riscaldamento elettronico tra-
mite i processi di assorbimento suddetti, responsabili di TNSA, viene fortemente
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inibito, e la conversione di energia dei campi in energia ionica ottimizzata.
Un modello analitico basato sulle osservazioni numeriche viene pertanto proposto
per l’interazione tra un’onda piana circolarmente polarizzata ed un plasma sovra-
denso freddo e noncollisionale, allo scopo di fornire predizioni sperimentalmente
utili volte a quantificare grandezze di interesse per la dinamica delle particelle
accelerate, come la velocita` massima degli ioni, esprimibili in funzione dello spes-
sore di pelle del mezzo.
Una serie di simulazioni particle in cell condotta variando l’intensita` della ra-
diazione incidente in polarizzazione circolare mostra che i valori numericamente
dedotti per la velocita` ionica sono proporzionali ad aL. Il confronto con il mo-
dello analitico mostra un buon accordo nel regime di basse intensita` mentre la
saturazione prevista al crescere di aL non sembra essere numericamente confer-
mata.Tuttavia l’estensione alla regione aL ≫ 1 dell’andamento lineare previsto a
basse intensita` fitta bene i dati numerici. Lo scaling lineare con l’intensita` per le
velocita` ioniche, e quindi per le energie, si rivela una previsione promettente per le
applicazioni dell’accelerazione di ioni via pressione di radiazione.Cio` e` supportato
dal fatto che anche l’efficienza di conversione dell’energia del laser in energia ioni-
ca e` linearmente crescente con l’ampiezza adimensionale del campo. Inoltre essa
presenta valori superiori di un ordine di grandezza rispetto a quelli sperimental-
mente osservati e riportati in letteratura per TNSA [11] nel caso di impulsi laser
linearmente polarizzati ed incidenti con intensita` dell’ordine di 1019W/cm2 su
bersagli di alluminio di spessore compreso tra 10 e 100 µm.
Le simulazioni confermano inoltre una dipendenza della velocita` massima degli
ioni e dell’efficienza di PA dalla durata dell’impulso incidente ed una loro satu-
razione per durate della radiazione superiori al tempo di rottura idrodinamica, a
riprova del moto balistico delle particelle negli istanti successivi a tale tempo.
Una questione ancora aperta rimane l’assenza di evidenze sperimentali di ioni la
cui accelerazione e` imputabile con certezza alla pressione di radiazione, conside-
rato che le simulazioni ne indicano la presenza anche per la polarizzazione lineare
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generalmente utilizzata negli esperimenti.
Una spiegazione plausibile si basa sul fatto che gli ioni accelerati ponderomoti-
vamente non sono in genere protoni presenti come impurezze alle superfici del
mezzo, come avviene in TNSA, bens`ı ioni a piu` alto Z che appartengono a strati
piu` interni del bersaglio.
La rivelazione di questi ioni pesanti di bulk posteriormente al mezzo potrebbe
essere piu` difficile rispetto a quella di protoni superficiali accelerati nel vuoto a
causa delle collisioni; di questo aspetto non viene tenuto conto nelle simulazioni
perche´ risulta tecnicamente difficile l’implementazione di codici PIC che model-
lizzino correttamente gli urti.
D’altronde la perdita di energia per collisioni che ioni con numero atomico Z
subiscono, per unita` di lunghezza, nell’attraversamento del bersaglio, e` previsto
dalla relazione di Bethe-Bloch, che nel caso classico (vim ≪ c) assume la forma:
dE
dx
= −4πne(Ze
2)2
mev2i
ln
mev
3
i
Ze2ωpe
(5.2)
dove Z e` adesso il numero atomico sia dello ione accelerato sia degli atomi del
mezzo frenante, ne e ωpe sono la densita` e la frequenza di plasma elettroniche.
La relazione precedente mostra come difficilmente ioni pesanti, ovvero ad alto
Z, possano fuoriuscire da mezzi spessi; per ioni con energie dell’ordine del MeV
distanze tipiche di frenamento nella materia sono dell’ordine di qualche microme-
tro.
Nondimeno negli esperimenti citati nell’elaborato [1, 2, 3, 11] sono stati utilizza-
ti bersagli solidi con spessore di decine di micrometri ed e` quindi possibile che
la mancata rivelazione di ioni accelerati ponderomotivamente sia dovuta al loro
completo frenamento all’interno del mezzo. Inoltre negli esperimenti, pensati per i
protoni accelerati da TNSA, non e` detto che i rivelatori utilizzati fossero sensibili
agli ioni di bulk, la cui accelerazione e` imputabile a PA.
Cio` indica che nei futuri esperimenti per la rivelazione di ioni accelerati via pres-
sione di radiazione lo spessore del bersaglio diventa un parametro dell’interazione
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da non sottovalutare.
Va inoltre ricordato che nelle reali situazioni sperimentali e` inevitabile l’inte-
razione tra il bersaglio ed il preimpulso del laser, in generale trascurata nelle
modellizzazioni analitiche e, quindi, nelle stime che ne conseguono.
Alla luce di quanto sostenuto le future possibili verifiche di accelerazione ponde-
romotiva impongono una situazione di compromesso: e` auspicabile, infatti, che
lo spessore del bersaglio non superi qualche micrometro di spessore se si prevede
la rivelazione di ioni con energie del MeV, ma al contempo una riduzione del
preimpulso e` necessaria per evitare la distruzione della targhetta sottile gia` nei
primi stadi dell’interazione.
Appendice A
Simulazioni particle in cell
Esiste in fisica una grande varieta` di problemi riguardanti sistemi complessi per
i quali la messa in atto di esperimenti risulta alquanto difficile e la simultanea
interazione di un grande numero di gradi di liberta` ne rende impraticabile una
trattazione teorica estremamente accurata.
Negli ultimi trent’anni si e` sviluppato un nuovo metodo di investigazione riguar-
dante questa tipologia di problemi che sfrutta lo sviluppo ed il potenziamento di
computer ad alta velocita`.
Il metodo delle simulazioni via computer, o computer modeling, si basa sulla
costruzione di un modello del sistema oggetto di studio e sulla conseguente im-
plementazione di un esperimento numerico condotto mediante calcolatori; in tal
modo si consente al sistema di evolvere da una situazione iniziale di interesse per
lo sperimentatore e coerente con le leggi fisiche utilizzate.
Alla fine del processo di simulazione e` possibile comparare risultati di natura nu-
merica con osservazioni sperimentali o con predizioni teoriche basate su modelli
analitici opportunamente semplificati; cio` si rivela utile sia per testare ed even-
tualmente migliorare modelli preesistenti sia per crearne di nuovi proprio sulla
base dei risultati delle simulazioni.
Tra i modelli per simulazioni via computer di plasmi hanno successo i modelli a
particella, nei quali il sistema viene emulato seguendo il moto di un gran numero
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di particelle cariche per effetto dei campi elettromagnetici autoconsistenti.
Il limite intrinseco di questo approccio e` di natura informatica perche´ con gli
strumenti attuali diventa impraticabile seguire il moto di piu` di qualche milione
di particelle per un tempo di durata necessario a capire l’evoluzione del sistema.
Se si compara il numero massimo di particelle di cui e` possibile seguire l’evolu-
zione in una simulazione con il numero di reali particelle di plasma presenti in
esperimenti di laboratorio, dell’ordine di 1023 cm−3, si evince che la simulazione
puo` essere pensata solo come la modellizzazione di una regione di plasma reale
poco estesa spazialmente o, piu` convenientemente, una singola particella nume-
rica deve essere concepita come una superparticella, ovvero una collezione di un
numero gia` considerevolmente grande di particelle reali che, istante per istante,
avranno posizioni e velocita` comparabili.
Da quest’ultimo punto di vista le simulazioni particle-in-cell costituiscono un ap-
proccio numerico alla soluzione del sistema Vlasov-Maxwell e pertanto le informa-
zioni di interesse risiedono nell’evoluzione dinamica delle funzioni di distribuzione
definite per le particelle computazionali e nelle grandezze fisiche ad esse correlate.
A.1 Il codice PIC1D
Esistono vari tipi di modelli a particelle usati nelle simulazioni dell’interazione
laser-plasma, classificabili in base alle dimensioni (1D, 2D, 3D) ed al tipo di in-
terazione (elettrostatica, magnetostatica, elettromagnetica).
Il codice usato in questo elaborato simula l’interazione di un impulso laser nor-
malmente incidente su una regione di plasma preformato avente densita` a gradino
e composto da ioni ed elettroni in modo tale che il sistema sia globalmente neutro.
Il codice e` 1D ed elettomagnetico: tutte le quantita` di interesse dipendono da una
singola cooordinata spaziale x e dal tempo t e vengono calcolati i campi auto-
consistenti E(x, t) e B(x, t) e le funzioni di distribuzione elettronica e ionica nello
spazio delle fasi fe(x,pe, t) e fi(x,pi, t).
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L’approccio particle-in-cell consiste nell’assumere una rappresentazione discreta
di f(x,p, t), la quale non e` nota a priori:
f(q, p, t) = f0
Np−1∑
n=0
g[q − qn(t)]δ[p− pn(t)] (A.1)
dove g e` una funzione analitica le cui proprieta` saranno specificate in seguito, δ
e` la distribuzione di Dirac, f0 e` una costante di normalizzazione e qn(t) e pn(t),
come si avra` modo di capire successivamente, sono le traiettorie delle particelle
nello spazio delle fasi.
Poiche´ il plasma e` non collisionale per ipotesi l’evoluzione della funzione di di-
stribuzione nello spazio delle fasi e` descritta, per ogni specie di particelle, dall’e-
quazione di Vlasov:
(∂t + q˙∂q + p˙∂p)f(q, p, t) = 0 (A.2)
q˙ =
p
m
p˙ = F (q, p, t) (A.3)
in cui per adesso F (q, p, t) e` da considerarsi come una forza assegnata.
Introducendo (A.1) in (A.2) si ottiene:
q˙n =
pn
m
(A.4)
Assumendo poi che g abbia le stesse proprieta` della distribuzione di Dirac:∫
g(q − q¯)dq = 1,
∫
g′(q − q¯)dq = 0 (A.5)
con g′ derivata di g rispetto alla variabile di integrazione, si ottiene l’equazione
per le variabili dell’impulso:
p˙n = F¯n (A.6)
dove
F¯n(xn, qn, t) =
∫
g(q − qn)F (qn, pn, t)dq (A.7)
Poiche´ g(q − qn) descrive l’estensione spaziale della particella n-esima centrata
alla posizione qn, F¯n e` la media spaziale della forza agente su tale particella.
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Il problema di trovare f si e` quindi ridotto al calcolo di 2Np equazioni del mo-
to date da (A.4) e (A.6) che descrivono il moto di Np particelle computazionali
puntiformi nello spazio dei momenti ma non nello spazio delle coordinate.
Si potrebbe certamente considerare g come una funzione di Dirac ma tale assun-
zione non viene quasi mai fatta nelle simulazioni dell’interazione laser-plasma per
ragioni che saranno spiegate piu` in dettaglio nel paragrafo successivo.
Il sistema Maxwell-Vlasov
Nello specifico problema affrontato la forza agente sulle particelle del plasma e` la
forza di Lorentz:
F = q
(
E+
1
c
v ×B
)
(A.8)
dove i campi E e B devono essere determinati autoconsistentemente con la dina-
mica delle particelle descritta dall’equazione di Vlasov.
Questo e` equivalente ad affermare che bisogna stabilire il legame esistente tra i
campi e le funzioni di distribuzione.
A questo proposito basta osservare che i termini di sorgente che entrano nelle
equazioni di Maxwell, ossia la densita` di carica ρ(x, t) e la densita` di corren-
te J(x, t), devono essere ottenuti in ogni punto dello spazio dagli appropriati
integrali della funzione di distribuzione per ogni specie del plasma:
ρ =
∑
a=e,i
qa
∫
f(x,p, t)dp (A.9)
J =
∑
a=e,i
qa
∫
vf(x,p, t)dp v =
pc√
m2c2 + p2
(A.10)
dove qa e` la carica della specie a. In termini di (A.1) si ottiene:
ρ(x, t) = f0
∑
a,n
qag(x− xn) J(x, t) = f0
∑
a,n
qavng(x− xn) (A.11)
ed il significato di g(x) come ’forma spaziale’ della particella computazionale e`
evidente.
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La scelta di un’estensione spaziale per la particella risulta coerente con l’utiliz-
zo dell’equazione di Vlasov perche´ consente di ridurre considerevolmente l’effetto
delle collisioni, dovuto alla parte a corto raggio dell’interazione tra particelle pun-
tiformi, e nel contempo ritenere l’interazione coulombiana a lungo raggio respon-
sabile dei fenomeni collettivi; infatti solo quest’ultima forza media l’interazione
tra particelle computazionali equivalenti a nuvole di carica spazialmente estese e
libere di compenetrarsi.
Una volta note le sorgenti in (A.11) bisogna trovare una soluzione numerica alle
equazioni di Maxwell in modo da conoscere i campi elettromagnetici; a loro vol-
ta questi sono utilizzati per calcolare la forza sulle particelle, ossia per stabilire
la successiva evoluzione delle funzioni di distribuzione necessaria ad aggiornare i
termini di sorgente e trovare i nuovi campi, nella logica di una trattazione auto-
consistente.
Il punto mancante per implementare un algoritmo atto all’integrazione numerica
delle equazioni di Maxwell e` la definizione di ρ(x, t) e J(x, t) su una griglia, cioe`
su un set finito di coordinate di punti spaziali:
xi = i∆x i = 0, ..., Ng − 1 (A.12)
dove Ng e` il numero totale delle celle costituenti la griglia; la dimensione spaziale
della griglia sara` pertanto L = Ng∆x ed il sistema si estendera` nello spazio da
x = 0 a x = L.
La scelta della risoluzione spaziale ∆x e` dettata da esigenze fisiche e numeriche:
ogni problema fisico ha le sue scale spaziali e temporali caratteristiche che devono
essere numericamente risolte, e nel caso della simulazione di un’interazione tra
un laser ed un plasma sovradenso le scale spaziali di cui tener conto saranno la
lunghezza d’onda della radiazione incidente e la lunghezza di pelle.
Inoltre nel codice utilizzato la discretizzazione temporale e` legata a quella spa-
ziale dalla relazione c∆t = ∆x.
D’altro canto le particelle sono spazialmente descritte mediante le variabili con-
104 Simulazioni particle in cell
tinue xn che indicano le posizioni dei loro centri; bisogna pertanto pensare che
ogni particella ad un dato istante abbia la sua xn localizzata all’interno di una
determinata cella i-esima, detta “cella genitore”, in modo tale che:
i∆x < xn < (i+ 1)∆x i = 0, ..., Ng − 1 (A.13)
E` questo il motivo per cui si parla di approccio particle-in-cell: ogni particella
contribuira` a definire i termini di sorgente nella cella di appartenenza ed even-
tualmente nelle celle prime vicine.
Bisogna sottolineare ancora l’aspetto delle limitazioni tecniche e dell’accuratezza
di tale approccio.
A prescindere dalla necessita` di scegliere un’opportuna risoluzione numerica spazio-
temporale nella regione di interesse, ovvero scegliere un numero di celle sufficienti
a rappresentare le dimensioni caratteristiche del problema, una questione crucia-
le rimane la quantita` di particelle da utilizzare: una simulazione statisticamente
affidabile richiederebbe un numero di particelle per cella di gran lunga superiore
all’unita` ma tale numero e` limitato dalle risorse informatiche disponibili.
Ad esempio, in una simulazione in cui si considerano solo una coordinata spaziale
e le tre coordinate del momento ogni particella e` rappresentata da quattro numeri
in precisione doppia, cioe` da 32 bytes; cio` significa che gia` un milione di particelle,
che rappresenta una piccola parte spaziale di un plasma realmente ottenibile in
laboratorio, corrisponde a 32 MB.
Il prezzo che si paga e` la riduzione dello spazio di memoria disponibile per allocare
campi e correnti ed una scelta di compromesso spesso comportera`, dato lo scaling
con il numero delle variabili (≃ 1/√N), considerevoli fluttuazioni statistiche.
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A.2 Integrazione numerica delle equazioni di Max-
well
Una questione che il codice deve affrontare e` l’integrazione delle equazioni di
Maxwell per il computo dei campi elettrici e magnetici.
Nel codice unidimensionale le equazioni di Maxwell normalizzate si riducono a:
∂xEx = ρ
∂tEx = −Jx
∂tEy = −Jy − ∂xBz
∂tEz = −Jz + ∂xBy
∂xBx = 0
∂tBx = 0
∂tBy = ∂xEz
∂tBz = −∂xEy
(A.14)
e quindi Bx e` costante e puo` essere preso uguale a zero.
Si possono adesso definire i campi ausiliari:
F± ≡ Ey ±Bz
G± ≡ Ez ± By
(A.15)
che soddisfano le equazioni:
(∂t ± c∂x)F± = −4πJy
(∂t ± c∂x)G∓ = −4πJz
(A.16)
Queste equazioni possono essere integrate lungo le caratteristiche x = ±ct per
costituire, al primo ordine, uno schema di avanzamento per i campi trasversi:
F±(x±∆x, t+∆t) = F±(x, t)− 4π∆tJy(x±∆x/2, t+∆t/2)
G±(x∓∆x, t+∆t) = G±(x, t)− 4π∆tJz(x∓∆x/2, t+∆t/2)
(A.17)
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dove ∆x = c∆t.
Quindi le correnti trasverse discretizzate saranno interposte ai campi trasversi;
questi ultimi saranno definiti al bordo delle celle (x = i∆x, i = 0, 1, ...N−1) ed ai
tempi t = n∆t (n = 0, 1, ..., N − 1), mentre le correnti trasverse saranno definite
al centro delle celle [xc = (i+ 1/2)∆x] ed ai tempi t = (n + 1/2)∆t.
A.3 Equazione di Poisson
Il campo longitudinale Ex puo` essere ricavato dall’equazione di Poisson.
Esistono piu` modi per poter conoscere tale campo ma senza dubbio un metodo
semplice e veloce e` usare direttamente il teorema di Gauss dopo aver definito la
densita` di carica ρ al centro delle celle.
Ex(x, t) =
∫ x
0
ρ(x′, t)dx′ = E(x−∆x, t) +
∫ x
x−∆x
ρ(x′, t)dx′ ≃
(A.18)
≃ E(x−∆x, t) + ρ(x−∆x/2, t)∆x+ O(∆x2)
Un’altra scelta puo` essere quella di ottenere il campo elettrostatico al centro di
una cella dall’equazione ∂tEx = −Jx:
Ex(x+∆x/2, t+∆t) = Ex(x+∆x/2, t)− Jx(x+∆x/2, t+∆t/2)∆t+ O(∆t2)
(A.19)
ma in tal caso deve essere calcolata la corrente ionica e non si puo` conoscere
il campo iniziale di una configurazione di carica che non abbia ρ(t = 0) = 0
ovunque.
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